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Revisa˜o da Construc¸a˜o de Modelos Supersime´tricos.
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Foi com base neste estudo que fizemos a construc¸a˜o da versa˜o super-
sime´trica dos modelos de simetria SU(3)C ⊗ SU(3)L ⊗ U(1)N [1], apre-
sentado no final da minha tese de doutorado [2]. Bem como dos estudos
fenomenolo´gicos subsequente [3].
PACS number(s): 12.60.-i 12.60.Jv
I. INTRODUC¸A˜O
As simetrias conhecidas da matriz S em f´ısica de part´ıculas sa˜o
• Invariaˆncia de Poincare´, com geradores Pm, Mmn.
• Simetrias Globais “internas”, relacionadas a` nu´meros quaˆnticos conservados. Os ger-
adores de tais simetrias sa˜o escalares de Lorentz e geram uma a´lgebra de Lie que e´
escrita como:
[Bℓ, Bk] = iC
j
ℓkBj ,
onde os Cjℓk sa˜o as constantes de estrutura.
• Simetrias Discretas: C, P e T.
Em 1967, Coleman e Mandula [4], mostraram que, sob certas suposic¸o˜es, as simetrias
descritas acima sa˜o as u´nicas simetrtias poss´ıveis da matriz S.
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Para demonstrar este teorema temos que supor que a a´lgebra de simetria envolva ape-
nas comutadores. Se supusermos que anticomutadores tambe´m sa˜o geradores de simetria
este teorema ja´ na˜o e´ mais va´lido. Na verdade em 1975 Haag, Lopuszan´ski e Sohnius [5]
comprovaram que supersimetria e´ a u´nica simetria adicional permitida a matriz S sob estas
suposic¸o˜es de introduzir anticomutadores.
Supersimetria foi descoberta independentemente por treˆs grupos de autores a` saber
Yu. Gol’fand & E. Lichtman (1971)
D. Volkov & V. Akulov (1972)
J. Wess & B. Zumino (1974)
A motivac¸a˜o de Gol’fand e Lichtman [6] era o de introduzir violac¸a˜o de paridade em
teoria quaˆntica de campos. O ponto de partida do paper de Volkov e Akulov [7,8] era a
questa˜o de se part´ıculas de Goldstone de spin um meio poderiam existir. Wess e Zumino
[9] fizeram a generalizac¸a˜o do supergrupo que primeiro apareceu no modelo dual de Neveu–
Schwarz–Ramond.
Podemos dizer que supersimetria e´ uma simetria entre bo´sons e fe´rmions [10] ou mais
precisamente e´ uma simetria entre estados de spin diferentes. Por exemplo uma part´ıcula
de spin 0 e´ transformada em uma part´ıcula de spin 1/2 sobre uma transformac¸a˜o de super-
simetria.
Devido ao exposto acima conclu´ımos que o operador Q que gera tais transformac¸o˜es deve
ser um espinor, assim Q¯ tambe´m e´ um gerador de supersimetria, e ele produz as seguintes
trnsformac¸o˜es
Q|bo´son〉 = |fe´rmion〉 ,
Q|fe´rmion〉 = |bo´son〉 .
Assim uma unificac¸a˜o dos campos de mate´ria (fe´rmions) com os campos de forc¸a (bo´sons)
aparece naturalmente.
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Nos u´ltimos anos os estudos fenomenolo´gicos envolvendo Supersimetria cresceu bastante
e as razo˜es para isto sa˜o muitas. Ale´m do atrativo de unificar bo´sons e fe´rmions, outro fato
e´ que Supersimetria global fornece uma teoria da gravidade menos divergente do que a usual
gravitac¸a˜o quaˆntica. Outro fato que contribui para aumentar o interesse em Superimetria e´
que ela proporciona uma soluc¸a˜o ao problema da hierarquia.
Devido a este enorme interesse aqui pretendo estudar como construir teorias Super-
sime´tricas. A lagrangiana e´ constru´ıda passo a passo e com bastante detalhe tanto no
formalismo de supercampos como em termos de componentes.
II. NOTAC¸A˜O
Aqui neste estudo iremos utilizar a notac¸a˜o do Livro do Wess-Barger [11], um outro bom
livro sobre o assunto e´ o Srivastava [12] que usam o seguinte tensor me´trica
ηmn =


−1 0 0 0
0 1 0 0
0 0 1 0
0 0 0 1


.
Mas antes de entrarmos em supersimetria, vou rever rapidamente a a´lgebra espinorial, pois
isto sera´ muito u´til nas pro´ximas sec¸o˜es ja´ que estaremos basicamente trabalhando com
espinores de Weyl de duas componentes.
A. A´lgebra Espinorial.
Na a´lgebra espinorial levantamos e abaixamos os ı´ndices espinoriais com a seguinte
me´trica
ǫαβ= ǫα˙β˙ =

 0 −1
1 0

 ,
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ǫαβ= ǫα˙β˙ =

 0 1
−1 0

 = iσ2 . (1)
O levantamento de ı´ndice sem ponto e o abaixamento de ı´ndice ponto e´ feito da seguinte
maneira
ψα = ǫαβψβ ;
ψ¯α˙ = ǫα˙β˙ψ¯
β˙ .
Onde fazemos as seguintes identificac¸o˜es
ψ¯α˙ ≡ (ψα)†; ψα ≡ (ψ¯α˙)† . (2)
O ponto sobre o ı´ndice espinorial representa conjugac¸a˜o complexa. O mesmo papel e´ exercido
pela barra sobre o s´ımbolo, embora aqui esta notac¸a˜o seja redundante.
Com isto podemos definir a nossa convenc¸a˜o de soma da seguinte maneira
ψχ≡ ψαχα = −ψαχα ,
ψ¯χ¯≡ ψ¯α˙χ¯α˙ = −ψ¯α˙χ¯α˙ .
O operador ǫ ainda satisfaz
ǫαβǫ
βγ = δγα ,
ǫα˙β˙ǫ
β˙γ˙ = δγ˙α˙ .
As matrizes de Pauli sa˜o
σ0 =

 −1 0
0 −1

 , σ1 =

 0 1
1 0

 , σ2 =

 0 −i
i 0

 , σ3 =

 1 0
0 −1

 . (3)
Ja´ a matriz de Dirac escritas em termos das matrizes de Pauli sa˜o dadas pela seguinte
equac¸a˜o:
γm =

 0 σ
m
σ¯m 0

 , (4)
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ja´ a γ5 e´
γ5 ≡ iγ0γ1γ2γ3 =

 1 0
0 −1

 , (5)
em todo este estudo estaremos trabalhando nesta representac¸a˜o quiral.
As matrizes de Pauli σm e σ¯m sa˜o relacionadas pela seguinte equac¸a˜o
σ¯mα˙β = ǫα˙γ˙ǫβδσmδγ˙ , (6)
de onde podemos mostrar que
σ¯m = (σ0,−~σ) .
Com base na Eq.(6) podemos mostrar que estas matrizes satisfazem as seguintes relac¸o˜es
de completeza
trσmσ¯n = −2ηmn ,
σm
αβ˙
σ¯γ˙δm = −2δδαδγ˙β˙ . (7)
Ainda podemos definir
(σmσ¯n + σnσ¯m)βα = −2ηnmδβα ,
(σ¯mσn + σ¯nσm)β˙α˙ = −2ηmnδβ˙α˙ ,
σnmα
β =
1
4
[
σnαγ˙ σ¯
mγ˙β − σmαγ˙ σ¯nγ˙β
]
,
σ¯nmα˙β˙ =
1
4
[
σ¯nα˙γσm
γβ˙
− σ¯mα˙γσn
γβ˙
]
. (8)
Algumas identidades u´teis sa˜o
ψαψβ = −1
2
ǫαβψψ ,
ψαψβ =
1
2
ǫαβψψ ,
ψ¯α˙ψ¯β˙ =
1
2
ǫα˙β˙ψ¯ψ¯ ,
ψ¯α˙ψ¯β˙ = −
1
2
ǫα˙β˙ψ¯ψ¯ ,
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(θφ)(θψ) = −1
2
(θθ)(φψ) ,
(θ¯φ¯)(θ¯ψ¯) = −1
2
(φ¯ψ¯)(θ¯θ¯) ,
φσmχ¯ = −χ¯σ¯mφ ,
(θσmθ¯)(θσnθ¯) = −1
2
ηmn(θθ)(θ¯θ¯) . (9)
Ate´ aqui so´ trabalhamos com espinores de duas componentes, mas as regras de Feynman
sa˜o escritas em termos de espinores de quatro componentes. Vamos agora estudar como
passar de espinores de duas para espinores de quatro componentes.
B. Notac¸a˜o de Quatro Componentes
Para fazermos isto uma boa ferramenta sa˜o os operadores projec¸a˜o.
1. Os Operadores de Projec¸a˜o.
Comec¸aremos definido os operadores de projec¸a˜o da seguinte maneira
L =
1
2
(1− γ5) , (10)
R =
1
2
(1 + γ5) . (11)
Estes operadores satisfazem as seguintes propiedades
L+R = 1 ,
LL = L ,
RR = R ,
LR = RL = 0 ,
Lγm = γmR . (12)
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Vamos ver como escrever espinores de quatro componentes em termos de espinores de
duas componentes. Para isto vamos ver como definir espinores de quatro componentes, em
termos de espinores de duas componentes.
2. Relac¸o˜es entre espinores de duas e de quatro componentes.
Comec¸aremos por introduzir os seguintes espinores de Weyl de duas componentes ξα e
η¯α˙
ξα ∈ F ,
η¯α˙ ∈ F˙ ∗ ,
onde F e F˙ ∗ sa˜o espac¸os vetoriais e correspondem a` representac¸o˜es inequivalentes do grupo
SL(2,C). Vamos construir o espac¸o soma direta desses dois espac¸os da seguinte maneira
D = F ⊕ F˙ ∗ .
O espac¸o D e´ uma representac¸a˜o de dimensa˜o quatro de SL(2,C). Os elementos de D, sa˜o
exatamente os bem conhecidos espinores de Dirac de quatro componentes.
Desta maneira um espinor de Dirac que representaremos por , Ψ, podem ser constru´ıdos
apartir dos espinores de Weyl de duas componentes da seguinte maneira
Ψ =

 ξα
η¯α˙

 . (13)
Este e´ um espinor de Dirac na representac¸a˜o quiral.
Um espinor de Majorana que representaremos por , λ, tambe´m e´ um espinor de Dirac
de quatro componentes mas possui a seguinte condic¸a˜o adicional
λ = λc = Cλ¯T .
Onde C e´ a matriz usual conjugac¸a˜o de carga. Na representac¸a˜o quiral a matriz conjugac¸a˜o
de carga e´ definida por
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C =

 −iσ
2 0
0 iσ2

 =

 ǫαβ 0
0 ǫα˙β˙

 , (14)
na segunda igualdade foi usada a Eq.(1).
Enquanto λ¯ significa para espinores de quatro componentes, o usual espinor adjunto
λ¯ = λ†γ0. Podemos mostrar usando Eq.(14) que o espinor de Majorana pode ser escrito da
seguinte maneira
Ψc = CΨ¯T =

 ηα
ξ¯α˙

 , (15)
ou seja a conjugac¸a˜o de carga(na representac¸a˜o quiral) troca ξ por η e vice-versa. Portanto,
podemos facilmente concluir que para um espinor de Majorana, λ pode ser escrito como
λ =

 ξα
ξ¯α˙

 . (16)
Usando as Eqs.(5), (10) e (11) obteremos as seguintes expresso˜es para os operadores
projec¸o˜es
L =

 0 0
0 1

 ,
R =

 1 0
0 0

 , (17)
com isto as componentes quirais de um espinor Ψ sa˜o
ΨR = RΨ =

 ξα
0

 ,
ΨL = LΨ =

 0
η¯α˙

 . (18)
O espinor adjunto de Dirac de Ψ usando a Eq.(4), e´ expresso em termos dos espinores de
duas componentes da seguinte maneira
Ψ¯ = Ψ†γ0 = −
(
ηα ξ¯α˙
)
. (19)
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3. Relac¸o˜es u´teis entre espinores de duas e quatro componentes.
Vamos mostrar algumas relac¸o˜es u´teis, que permitem fazer a passagem entre espinores
de duas componentes para espinores de quatro componente, e vice-versa. Considere os
espinores, Ψ1(x) e Ψ2(x), definidos na Eq.(13). Usando as Eqs.(4), (5), (9), (17), (18) e
(19), podemos facilmente mostrar as seguintes igualdades
Ψ¯1Ψ2 = −η1ξ2 − ξ¯1η¯2 ,
Ψ¯1γ
mΨ2 = −ξ¯1σ¯mξ2 + η¯2σ¯mη1 ,
Ψ¯1γ5Ψ2 = −η1ξ2 + ξ¯1η¯2 ,
Ψ¯1γ
mγ5Ψ2 = −ξ¯1σ¯mξ2 + η1σmη¯2 ,
Ψ¯1γ
m∂mΨ2 = −η1σm∂mη¯2 − ξ¯1σ¯m∂mξ2
= −η¯2σ¯m∂mη1 − ξ¯1σ¯m∂mξ2 + ∂m (η¯2σ¯mη1) ,
Ψ¯1LΨ2 = −ξ¯1η¯2 ,
Ψ¯1RΨ2 = −η1ξ2 ,
Ψ¯1γ
mLΨ2 = −η1σmη¯2
= η¯2σ¯
mη1 ,
Ψ¯1γ
mRΨ2 = −ξ¯1σ¯mξ2 ,
Ψ¯1γ
mL∂mΨ2 = −η1σm∂mη¯2
= −η¯2σ¯m∂mη1 + ∂m (η¯2σ¯mη1) ,
Ψ¯1γ
mR∂mΨ2 = −ξ¯1σ¯m∂mξ2 . (20)
Com estas igualdades podemos converter todas as lagrangianas escritas na forma de duas
componentes na forma de quatro componentes satisfazendo as nossas convenc¸o˜es.
Com isto finalizamos nossa revisa˜o da a´lgebra espinorial. Nosso pro´ximo passo sera´
definir e ver algumas consequeˆncias da a´lgebra supersime´trica.
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III. A´LGEBRA SUPERSIME´TRICA.
A a´lgebra de supersimetria, considerando apenas um gerador de supersimetria em quatro
dimenso˜es e´ 1
{Qα, Q¯β˙} = 2σmαβ˙Pm ,
{Qα, Qβ} = {Q¯α˙, Q¯β˙} = 0 ,
[Qα, Pm] = [Q¯α˙, Pm] = 0 ,
[Qα,M
mn] =
1
2
σmnα
βQβ ,
[Q¯α˙,Mmn] =
1
2
σ¯mnα˙β˙Q¯
β˙ ,
[Pm, Pn] = 0 ,
[Pm,M
nq] = δnmP
p − δpmP n ,
[Mmn,Mpq]= ηmpMnq − ηmqMnp . (21)
4. Consequeˆncias desta a´lgebra.
Algumas consequeˆncias desta a´lgebra sa˜o
1 Cada supermultipleto 2 conte´m o mesmo nu´mero de grau de fe´rmions e bo´sons.
2 As massas de todos os estados em um supermultipleto sa˜o degenerados, e as massas
dos bo´sons e fe´rmions sa˜o iguais.
3 Em uma teoria supersime´trica qualquer estado tem energia positiva definida.
Para mostrarmos o primeiro ponto, considere o operador (−1)2s onde s e´ o momento
angular de spin. Pelo teorema de spin-estat´ıstica, este operador tem auto-valor +1 atuando
1Para o caso mais geral veja o livro do Wess-Barger ou Srivastava.
2supermultipleto conte´m estados bosoˆnicos e fermioˆnicos, conforme definiremos mais adiante.
10
em um estado bosoˆnico e auto-valor −1 atuando em um estado fermioˆnico. Portanto este
operador e´ exatamente proporcional ao nu´mero de bo´sons nB menos o nu´mero de fe´rmions
nF , ou seja
Tr[(−1)2sPmσmαβ˙ ] ∝ nB − nF . (22)
Por outro lado o operador (−1)2s deve anticomutar com qualquer operador fermioˆnico, e
em particular com Q e Q¯. Podemos tomar o trac¸o deste operador e o resultado e´ o seguinte
Tr[(−1)2sPmσmαβ˙ ] ∝ Tr[(−1)2s
(
QαQ¯β˙ + Q¯β˙Qα
)
]
= Tr[(−1)2sQαQ¯β˙ − Q¯β˙(−1)2sQα]
= Tr[(−1)2sQαQ¯β˙ ]− Tr[Q¯β˙(−1)2sQα]
= Tr[(−1)2sQαQ¯β˙ ]− Tr[(−1)2sQαQ¯β˙]
= 0 . (23)
Comparando Eq.(22) com Eq.(23) conclu´ımos facilmente que
nB = nF . (24)
O segundo ponto resulta do fato de P 2 ser um operador de Casimir da teoria, pois
[P,Q] = 0.
Ja´ o terceiro ponto vem da seguinte relac¸a˜o de anti-comutac¸a˜o {Qα, Q¯α˙} = 2σmαα˙Pm da
a´lgebra supersime´trica. Usando a primeira equac¸a˜o da Eq.(7) resulta que
σ¯nαα˙{Qα, Q¯α˙} = −4P n . (25)
Assim a Hamiltoniana de uma teoria supersime´trica e´ escrita da seguinte maneira(σ¯0 = σ0 =
−I)
H = P0 =
1
4
(
Q1Q¯1 + Q¯1Q1 +Q2Q¯2 + Q¯2Q2
)
. (26)
Isto implica que H e´ um operador positivo e definido no espac¸o de Hilbert
〈ψ|H|ψ〉 ≥ 0 ∀ψ .
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Se o va´cuo |0〉 e´ supersime´trico, enta˜o Qα|0〉 = Q¯α˙|0〉 = 0 e Eq.(26) implica que Evac ≡
〈0|H|0〉 = 0. Por outro lado se o va´cuo na˜o e´ supersime´trico, ou seja existe no mı´nimo um
dos geradores de supersimetria que na˜o aniquila o va´cuo, enta˜o Eq.(26) implica Evac > 0.
Os geradores de supersimetria Q e Q¯ tambe´m comutam com todos os outros geradores
de transformac¸a˜o de gauge. Portanto part´ıculas no mesmo supermultipleto devem estar
tambe´m na mesma representac¸a˜o do grupo de gauge, e assim devem ter a mesma carga
ele´trica e todos os outros nu´meros quaˆnticos tambe´m sera˜o iguais. Antes de vermos uma rep-
resentac¸a˜o destes operadores Q e Q¯, vamos introduzir o super-espac¸o onde todo o formalismo
de supersimetria pode ser expresso de uma maneira econoˆmica, compacta e extremamente
elegante.
IV. SUPER-ESPAC¸O
Uma formulac¸a˜o mais elegante das transformac¸o˜es supersime´tricas e´ encontrada no
Super-espac¸o. Super-espac¸o e´ o espac¸o Euclideano(Minkowski) normal completado pela
adic¸a˜o de duas novas coordenadas, que sa˜o grassmanianas, isto e´ anti-comutante, ou seja
{θα, θβ} = {θα, θ¯β˙} = {θ¯α˙, θ¯β˙} = 0 . (27)
As varia´veis θ e θ¯ teˆm dimenso˜es de E−1/2, isto ficara´ claro quando estivermos construindo
o supercampo quiral. Com a introduc¸a˜o destas novas varia´veis espinoriais, no´s necessitamos
aumentar a dimensa˜o do espac¸o-tempo: temos que passar de 4 para 8. Um ponto no Super-
Espac¸o se denota por za = (xa, θα, θ¯α˙).
Neste Super-espac¸o podemos representar uma transformac¸a˜o supersime´trica como uma
transformac¸a˜o sobre pontos, de maneira ana´loga ao que acontece com os operadores Pm e
Mmn que geram translac¸o˜es e rotac¸o˜es no espac¸o Euclideano(Minkowski).
Para acharmos uma representac¸a˜o dos geradores de supersimetria e construir la-
grangianas, no´s temos que saber como calcular derivadas e integrais neste Super-espac¸o,
e e´ isto o que faremos a seguir.
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A. Derivadas no Super-Espac¸o
Devido as suas propiedades de anticomutac¸a˜o, θ e θ¯ na˜o podem variar continuamente,
logo elas teˆm de ser objetos discretos.
Devido a isto definir a diferenciac¸a˜o com relac¸a˜o as varia´veis de Grassman da maneira
usual, como a taxa de duas variac¸o˜es infinitesimais, na˜o faz o menor sentido.
Pore´m, podemos, formalmente definir diferenciac¸a˜o como:
∂αθ
β = δαβ ,
∂¯α˙θ¯β˙ = δ
β˙
α˙ ,
onde
∂α ≡ ∂
∂θα
,
∂¯α˙ ≡ ∂
∂θ¯α˙
.
Algumas propiedades destas derivadas sa˜o
∂αθβ = −ǫαβ ,
∂¯α˙θ¯β˙ = −ǫα˙β˙ ,
∂α(θθ) = 2θα ,
∂¯α˙(θ¯θ¯) = −2θ¯α˙ ,
∂2(θθ) = 4 ,
∂¯2(θ¯θ¯) = 4 ,
com ∂2 = ∂α∂α e ∂¯
2 = ∂¯α˙∂¯
α˙.
B. Integral do Super-Espac¸o.
A integral de Berezin [13] para um u´nico paraˆmetro de Grassman θ e´ definida como
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∫
dθθ = 1 ,∫
dθc = 0 . (28)
Com c sendo uma constante em relac¸a˜o a varia´vel θ.
Ja´ para uma func¸a˜o arbitra´ria de um u´nico paraˆmetro θ, tem a seguinte expansa˜o, exata,
de Taylor
f(θ) = a+ bθ , (29)
enta˜o das Eqs.(28) e (29) podemos escrever
∫
dθf(θ) = b , (30)
ou seja a integrac¸a˜o de Berezin e´ equivalente a derivac¸a˜o
df(θ)
dθ
= b =
∫
dθf(θ) . (31)
No caso do Super-espac¸o com apenas um gerador de supersimetria, de coordenadas θ, θ¯,
usaremos as seguintes convenc¸o˜es
d2θ = −1
4
dθα dθβ ǫαβ ,
d2θ¯ = −1
4
dθ¯α˙ dθ¯β˙ ǫ
α˙β˙ , (32)
d4θ = d2θ d2θ¯ .
Usando esta notac¸a˜o, temos as seguintes identidades
∫
d2θ θ θ = 1 ,∫
d2θ¯ θ¯ θ¯ = 1 ,∫
d4θ θ θθ¯ θ¯ = 1 ,∫
d2θ θα = 0 ,∫
d2θ¯ θ¯α˙ = 0 ,∫
d2θc =
∫
d2θ¯c = 0 . (33)
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V. SUPERCAMPOS
Supercamos proporcionam uma descric¸a˜o elegante e compacta das representac¸o˜es de
supersimetria no Super-espac¸o. Definiremos uma transformac¸a˜o em um supercampo da
seguinte maneira
δξΦ = (ξQ+ ξ¯Q¯)Φ , (34)
onde Q e Q¯ sa˜o os geradores de supersimetria. Que podem ser escritos no Super-espac¸o da
seguinte maneira
Qα = ∂α − iσmαβ˙ θ¯β˙∂m ,
Q¯α˙ = ∂α˙ − iθβσmβα˙∂m .
Para ac¸o˜es mais geral, temos que introduzir derivadas covariante do Super-espac¸o que
chamaremos de Dα e D¯α˙ e que satisfazem a seguinte a´lgebra
{Dα, Qβ} = {Dα, Q¯β˙} = {D¯α˙, Qβ} = {D¯α˙, Q¯β˙} = 0 . (35)
Fazendo estes ca´lculo podemos mostrar
Dα = ∂α + iσ
m
αβ˙
θ¯β˙∂m ,
D¯α˙ = −∂α˙ − iθβσmβα˙∂m . (36)
Agora nos resta apenas definir o supercampo: Um supercampo e´ simplesmente uma
func¸a˜o de za ≡ (xa, θα, θ¯α˙), que pode ser escrita da seguinte maneira geral:
Φ(z) = f00(x) + θ
αf10α(x) + θ¯α˙f
α˙
01(x) + θθf20(x) + θ¯θ¯f02(x) + θ
αf11αα˙(x)θ¯
α˙
+ θθθ¯α˙f
α˙
21(x) + θ¯θ¯θ
αf12α(x) + θθθ¯θ¯f22(x), (37)
onde
θθ = θαθα = ǫ
αβθβθα = ǫ
12θ2θ1 + ǫ
21θ1θ2 = −2θ1θ2, (38)
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devido ao fato de que θα(θ¯α˙) sa˜o varia´veis anticomutantes, os termos do tipo θθθ
α e θ¯θ¯θ¯α˙
sa˜o nulos. Ale´m disto os f00, f20, f02 e f22 sa˜o campos escalares, enquanto que f01, f10, f12 e
f21 sa˜o campos espinoriais; f11 e´ um campo vetorial.
Tendo definido este supercampo geral, iremos agora discutir os dois Supercampos de
interesse.
A. Supercampo Quiral
Um supercampo quiral e´ definido por
D¯α˙Φ = 0 . (39)
Acharemos a soluc¸a˜o mais geral para a Eq.(39). Para isto definiremos uma nova coordenada
bosoˆnica ym definida no Super-espac¸o por
ym = xm + iθσmθ¯ . (40)
Usando a Eq.(36) podemos mostrar que
D¯α˙ y
m = 0 ,
D¯α˙ θ
α = 0 , (41)
logo qualquer func¸a˜o Φ(y, θ) de ym e θ (mas na˜o de θ¯) satisfaz
D¯α˙Φ(y, θ) = 0 . (42)
Com isto se pode mostrar que sua expansa˜o nesta nova coordenada e´ a seguinte 3
Φ(y, θ) = A(y) +
√
2θψ(y) + θθF (y) , (43)
onde A(y), F (y) sa˜o campos escalares complexos de spin 0, enquanto ψα(y) e´ um espinor
de Weyl complexo de spin 1/2. Os treˆs termos do supercampo Φ teˆm dimensa˜o de E.
3Esta expansa˜o e´ exata, pois na Eq. (27) termos com mais que treˆs θ desaparecem.
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Lembremos que a dimensa˜o de um campo escalar e´ de E, enquanto a de um espinor e´
de E3/2, e o campo F , ver sua equac¸a˜o de movimento, tem dimensa˜o de E2, as derivadas
possuem dimensa˜o de E.
Tambe´m podemos escrever este supercampo em termos das coordenadas do Super-espac¸o
e neste caso sua expansa˜o de Taylor e´ dada por
Φ(x, θ, θ¯) = A(x) +
√
2θψ(x) + θθF (x)
+ iθσmθ¯∂mA(x)− i√
2
(θθ)∂mψ(x)σ
mθ¯
+
1
4
(θθ)(θ¯θ¯)✷A(x) . (44)
Uma transformac¸a˜o de supersimetria, dada pela Eq.(34), produz neste supercampo as
seguintes variac¸o˜es
δξA =
√
2ξψ (bo´son → fe´rmion) ,
δξψ =
√
2ξF + i
√
2σmξ¯∂mA (fe´rmion → bo´son) ,
δξF = i
√
2ξ¯σ¯m∂mψ (F → derivada total) . (45)
De maneira ana´loga podemos definir um supercampo antiquiral por
DαΦ¯ = 0 ,
Φ¯ = Φ¯(y¯, θ¯) ; y¯ = xm − iθσmθ¯ . (46)
De maneira ana´loga ao que fizemos no caso do supercampo quiral, podemos escrever
Φ¯(y¯, θ) = A¯(y¯) +
√
2θ¯ψ¯(y¯) + θ¯θ¯F¯ (y¯) , (47)
e
Φ¯(x, θ, θ¯) = A¯(x) +
√
2θ¯ψ¯(x) + θ¯θ¯F¯ (x)
− iθσmθ¯∂mA¯(x) + i√
2
(θ¯θ¯)θσm∂mψ¯(x)
+
1
4
(θθ)(θ¯θ¯)✷A¯(x) . (48)
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Produtos de supercampos quirais Φ1,Φ2 . . .Φn sa˜o novamente supercampos quirais, e
igualmente para o seu conjugado. Enta˜o no caso de dois supercampos quirais podemos
escrever
Φi(y, θ)Φj(y, θ) = Ai(y)Aj(y) +
√
2θ [ψi(y)Aj(y) + Ai(y)ψj(y)]
+ θθ [Ai(y)Fj(y) + Fi(y)Aj(y)− ψi(y)ψj(y)] . (49)
O u´ltimo termo em θθ na expansa˜o acima se parece com um termo de massa dos fe´rmions!
Ja´ no caso de treˆs supercampos quirais teremos
Φi(y, θ)Φj(y, θ)Φk(y, θ) = Ai(y)Aj(y)Ak(y)
+
√
2θ [ψi(y)Aj(y)Ak(y) + Ai(y)ψj(y)Ak(y) + Ai(y)Aj(y)ψk(y)]
+ θθ [Fi(y)Aj(y)Ak(y) + Ai(y)Fj(y)Ak(y) + Ai(y)Aj(y)Fk(y)
− ψi(y)ψj(y)Ak(y)−Ai(y)ψj(y)ψk(y)− ψi(y)Aj(y)ψk(y)] .
(50)
Repare que os treˆs u´ltimos termos na equac¸a˜o acima descreve interac¸o˜es de Yukawa entre
um escalar e dois fe´rmions, no modelo padra˜o tais interac¸o˜es geram as massas dos quarks e
dos le´ptons. As componentes θθ das Eqs.(49) e (50) sa˜o independentes da base em que sa˜o
calculadas [11].
Mas o produto de Φ¯Φ, pore´m, na˜o e´ um supercampo quiral
Φ¯i(x, θ, θ¯)Φj(x, θ, θ¯) = A¯i(x)Aj(x) +
√
2θψj(x)A¯(x) +
√
2θ¯ψ¯i(x)Aj(x)
+ θθA¯i(x)Fj(x) + θ¯θ¯F¯i(x)Aj(x)
+ θαθ¯α˙
[
iσmαα˙
(
A¯i(x)∂mAj(x)− ∂mA¯i(x)Aj(x)
)
− 2ψ¯iα˙(x)ψjα(x)
]
+ θθθ¯α˙
[
i√
2
σmαα˙
(
A¯i(x)∂mψ
α
j (x)− ∂mA¯i(x)ψαj (x)
)
−
√
2Fj(x)ψ¯iα˙(x)
]
+ θ¯θ¯θα
[−i√
2
σmαα˙
(
ψ¯α˙i (x)∂mAj(x)− ∂mψ¯α˙i (x)Aj(x)
)
+
√
2F¯i(x)ψjα(x)
]
+ θθθ¯θ¯
[
F¯i(x)Fj(x) +
1
4
A¯i(x)✷Aj(x) +
1
4
✷A¯i(x)Aj(x)
+
i
2
∂mψ¯i(x)σ¯
mψj(x)
i
2
ψ¯i(x)σ¯
m∂mψj(x)− 1
2
∂mA¯i(x)∂
mAj(x)
]
.
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(51)
O termo proporcional a θθθ¯θ¯ conte´m termos de energia cine´tica para A bem como para Ψ!
Repare que os campos F na˜o se propagam. O campo F e´ introduzido para restabelecer a
regra da igualdade dos graus de liberdade fermioˆnico e bosoˆnico em uma teoria Supersimet-
rica. Lembremos que Ψ e´ um campo fermioˆnico que tem 4 graus de liberdade, ja´ o campo
escalar A tem apenas 2 graus de liberdade, dai a necessidade de introduzir o campo F , para
que tenhamos 4 graus de liberdades bosoˆnicos. O campo F e´ chamado na literatura de
campo auxiliar.
Este supercampo quiral descreve part´ıculas de spin 0 e de spin 1/2, tais como o Higgs,
os le´ptons e quarks do modelo padra˜o. Pore´m, ainda necessitamos descrever part´ıculas de
spin 1, que sa˜o os bo´sons de gauge do modelo padra˜o. Para isto precisamos introduzir o
supercampo vetorial, e e´ isto que faremos a seguir.
B. Supercampo Real.
Estes supercampos sa˜o definidos por
V (x, θ, θ¯) = V †(x, θ, θ¯) , (52)
e tem a seguinte expansa˜o de Taylor em poteˆncia de θα, θ¯α˙:
V (x, θ, θ¯) = C(x) + iθχ(x)− iθ¯χ¯(x)
+
i
2
θθ [M(x) + iN(x)]− i
2
θ¯θ¯ [M(x)− iN(x)] − θσmθ¯Am(x)
+ iθθθ¯
[
λ¯(x) +
i
2
σ¯m∂mχ(x)
]
− iθ¯θ¯θ
[
λ(x) +
i
2
σm∂mχ¯(x)
]
+
1
2
θθθ¯θ¯
[
D(x) +
1
2
✷C(x)
]
. (53)
As componentes C,D,M,N,Am devem ser reais para que Eq.(53) satisfac¸a
Eq.(52).
Na literatura existe um gauge especial, chamado gauge de Wess-Zumino, onde esse su-
percampo e´ escrito da seguinte maneira
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VWZ(x, θ, θ¯) = −θσmθ¯Am(x) + i(θθ)θ¯λ¯(x)− i(θ¯θ¯)θλ(x) + 1
2
(θθ)(θ¯θ¯)D(x) , (54)
onde Am e´ um bo´son de gauge de spin um, λ e´ um fe´rmion de Weyl de spin meio enquanto
D e´ um campo escalar real de spin zero. Neste gauge podemos escrever ainda
V 2WZ = −
1
2
θθθ¯θ¯AmA
m ,
V nWZ = 0 , (55)
para n ≥ 3. Uma transformac¸a˜o infinitesimal, dada pela Eq.(34), neste supercampo produz
as seguintes transformac¸o˜es
δξAm = iξσ
mλ¯+ iξ¯σmλ (bo´son → fe´rmion) ,
δξλ = Fmn(σ
mnξ) + iξD (fe´rmion → bo´son) , (56)
δξλ¯ = Fmn( ¯σmnξ¯)− iξ¯D (fe´rmion → bo´son) ,
δξD = ξ¯σ¯
m∂mλ− ξσm∂mλ¯(D → derivada total) ,
ondeFmn = ∂mAn − ∂nAm.
Agora vamos construir o campo de forc¸a supersime´trico, no caso abeliano, ele e´ definido
da seguinte maneira
Wα = −1
4
(D¯D¯)DαV (x, θ, θ¯) ,
W¯α˙ = −1
4
(DD)D¯α˙V (x, θ, θ¯) . (57)
Uma definic¸a˜o equivalente e´ dada para o caso na˜o abeliano, que e´ a seguinte
Wα = −1
4
(D¯D¯)e−VDαe
V ,
W¯α˙ = −1
4
(DD)e−V D¯α˙e
V . (58)
Se abrirmos em componentes a Eqs.(57) e (58) o resultado sera´
Wα = −iλα + θαD − i
2
(σmσ¯nθ)αFmn
+ (θθ)σm
αβ˙
∂mλ¯
β˙ , (59)
W¯α˙ = iλ¯α˙ + θ¯α˙D +
i
2
(σ¯mσnθ¯)α˙Fmn
− (θ¯θ¯)σ¯mα˙ β∂mλβ .
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No caso abeliano Fmn = ∂mAn − ∂nAm e no caso na˜o abeliano e´
Fmn = ∂mAn − ∂nAm − gtabcAbmAcn. Este campo de forc¸a e´ um supercampo quiral, pois
pode-se mostrar que
D¯β˙Wα = 0 ,
DαW¯β˙ = 0 ,
(60)
e esta e´ a definic¸a˜o de supercampo quiral, conforme ja´ discutimos anteriormente.
VI. AC¸O˜ES SUPERSIME´TRICAS
Uma vez tendo introduzidos os supercampos e analisados algumas de suas expanso˜es em
componentes, iremos agora ver como construir ac¸o˜es supersime´tricas usando os supercampos
definidos na u´ltima sec¸a˜o.
A. Ac¸a˜o com o Supercampo Quiral
A ac¸a˜o mais simples que podemos construir e´
∫
d4x
∫
d4θΦ¯Φ +
∫
d4x
[
d2θ(
1
2
mΦ2 +
1
3
gΦ3) + h.c.
]
, (61)
onde Φ e´ um supercampo quiral. Mudanc¸a de base de y para x na˜o muda a ac¸a˜o. O segundo
termo e´ o superpotencial 4 da teoria. Nesta ac¸a˜o paramos em Φ3 porque, so´ podemos ter
termos escalares proporcionais a A2 e A3, pois termos com poteˆncias maiores que 3 geram
divergeˆncias quadra´ticas a` n´ıvel de dois loops.
Mas da Eq.(51) sabemos que
4Na realidade a forma mais geral para o superpotencial e´ W = λΦ + 1/2mΦ2 + 1/3gΦ3, como o
primeiro termo na˜o e´ importante para o que faremos a seguir no´s na˜o iremos analisar ele.
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∫
d4θΦ¯Φ =
1
4
✷A¯A+
1
4
A¯✷A + F¯F − 1
2
∂mA¯∂mA +
i
2
∂mψ¯iσ¯
mψj − i
2
ψ¯iσ¯
m∂mψj , (62)
mas podemos escrever este termo da seguinte forma
∫
d4θΦ¯Φ = A¯✷A + F¯F + i∂mψ¯iσ¯
mψj . (63)
Ja´ da Eq.(49) e Eq.(50) vem que
∫
d2θΦiΦj = AiFj + AjFi − ψiψj , (64)
∫
d2θΦiΦjΦk = FiAjAk + AiFjAk + AiAjFk − ψiψjAk − Aiψjψk − ψiAjψk , (65)
com isto podemos reescrever o superpotencial da seguinte maneira
∫
d2θ
[
m
2
Φ2 +
g
3
Φ3
]
= m
(
AF − 1
2
ψψ
)
+ g(A2F − ψψA) , (66)
assim a nossa ac¸a˜o da Eq.(61) em termos de componentes torna-se
∫
d4x
{
F¯F + A¯✷A + i∂mψ¯iσ¯
mψj +
[
m
(
AF − 1
2
ψψ
)
+ g(A2F − ψψA) + h.c
]}
. (67)
Notamos que nesta ac¸a˜o na˜o conte´m derivadas atuando em F (x), isto significa que F (x)
e´ um campo auxiliar que pode ser eliminado resolvendo suas equac¸o˜es de movimento que
sa˜o dadas pelas equac¸o˜es de Euler-Lagrange
∂L
∂φ
− ∂m ∂L
∂(∂mφ)
= 0 ,
onde φ e´ qualquer (inclusive os hermitianos conjugados) campo de Minkowski. Formalmente
campos auxiliares sa˜o definidos como campos que na˜o possuem termos cine´ticos. Assim, esta
definic¸a˜o nos diz que as equac¸o˜es Euler-Lagrange para os campos auxiliares e´ simplesmente
∂L
∂φ
= 0. Usando esta equac¸a˜o simplificada obtemos
δL
δF
= F¯ +mA + gA2 = 0 ,
δL
δF¯
= F +mA¯ + g(A¯)2 = 0 . (68)
Usando Eq.(67) e Eq.(68) podemos escrever a nossa ac¸a˜o original da seguinte maneira
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∫
d4x
[
A¯✷A + i∂mψ¯iσ¯
mψj − (1
2
mψψ + gψψA+ h.c)− VF (A, A¯)
]
, (69)
onde o potencial escalar VF (A, A¯) e´ dado por
VF (A, A¯) = |F |2 = F¯F = [mA¯ + g(A¯)2][mA+ gA2] , (70)
e descreve o termo de massa dos escalares e as interac¸o˜es dos escalares. Repare que o campo
escalar A e o fe´rmion ψ tem a mesma massa m. O acoplamento entre dois fe´rmions e um
escalar e´ o mesmo que entre quatro escalares, e e´ dado por g.
A introduc¸a˜o do superpotencial W facilita bastante escrever a ac¸a˜o precedente e ela e´
escrita da seguinte maneira
∫
d4x

A¯✷A+ i∂mψ¯iσ¯mψj − 1
2
∑
ij
(
∂2W
∂Ai∂Aj
+ hc
)
−
∣∣∣∣∣∂W∂Aj
∣∣∣∣∣
2

 , (71)
onde agora
∂W
∂Ai
= mijAj + gijkAjAk ≡ VF (A, A¯)
∂2W
∂Ai∂Aj
= mij + 2gijkAk, (72)
onde Ai e´ um campo escalar. Devemos ressaltar que apo´s substituir as Eqs.(68) o superpo-
tencial W sera´ func¸a˜o apenas dos campos escalares Ai.
B. Interac¸o˜es Invariante de Gauge.
A ac¸a˜o que vamos estudar agora e´
∫
d4x
∫
d4θΦ¯egVΦ , (73)
onde g e´ a constante de acoplamento, real, de algum grupo. Podemos escrever no gauge de
Wess-Zumino o seguinte
Φ¯egVWZΦ = Φ¯Φ + gΦ¯VWZΦ+
g2
2
Φ¯V 2WZΦ , (74)
esta expansa˜o e´ exata neste gauge, ver Eq.(55).
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O primeiro termo ja´ conhecemos esta´ na Eq.(63), ja´ os outros dois usando Eqs.(54) e
(55) podemos mostrar que
Φ¯VWZ = −θσmθ¯A¯Am + iθθθ¯A¯λ−
√
2θ¯ψ¯θσmθ¯Am +
1
2
θθθ¯θ¯(A¯D − i∂nA¯An − i
√
2ψ¯λ¯)
Φ¯V 2WZ = −
1
2
θθθ¯θ¯A¯AmA
m . (75)
Fazendo a outra parte das contas encontramos
∫
d4θΦ¯VWZΦ =
1
2
[AA¯D − iA∂nA¯An − i
√
2Aψ¯λ¯+ i
√
2A¯λψ + Amψ¯σ¯
mψ + iA¯An∂nA]∫
d4θΦ¯V 2WZΦ = −
1
4
A¯AmAmA , (76)
substituindo Eq.(63) e Eq.(76) na Eq.(74) obteremos
∫
d4x
∫
d2θΦ¯egVWZΦ = F¯F + A✷A¯ + i∂mψ¯iσ¯
mψj
+ gAn
(
1
2
ψ¯σ¯nψ +
i
2
A¯∂nA− i
2
∂nA¯A
)
− ig√
2
(Aλ¯ψ¯ − A¯λψ) + 1
2
(
gD − 1
2
g2AnA
n
)
A¯A .
(77)
Repare que esta parte na˜o apenas descreve as interac¸o˜es dos campos de mate´ria com os
campos de gauge, dado na segunda linha, bem como a interac¸a˜o escalar bo´son de gauge.
Tambe´m temos as interac¸o˜es de Yukawa entre os fe´rmions, Ψ, sfe´rmions, A, e os gauginos
λ, conforme nos diz o primeiro termo da terceira linha da equac¸a˜o acima.
C. Teoria de Yang-Mills supersime´trica
A lagrangiana de Yang-Mills supersime´trica e´
1
4
∫
d4x
∫
d2θ
(
W αWα + W¯α˙W¯
α˙
)
=
∫
d4x
[
−1
4
FmnF
mn − iλσmDmλ¯+ 1
2
D2
]
, (78)
com Dmλa = ∂mλa−gfabcAbmλc sendo a derivada covariante usual, ou seja f e´ a constante de
estrutura da a´lgebra de Lie e g e´ o acoplamento de gauge. Onde percebemos que esta ac¸a˜o
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conte´m as ac¸o˜es de Maxwell e de Dirac para campos livres, bem como acopla os gauginos
aos campos de gauge.
Como antes D tambe´m e´ um campo auxiliar e pode ser removido usando suas equac¸o˜es
de movimento. Das Eq.(77) e Eq.(78) vemos que a lagrangiana dos D termos e´ dada por
LD = 1
2
D2 +
1
2
gA¯AD , (79)
que resulta na seguinte equac¸a˜o de movimento para os campos D
D = −g
2
A¯A , (80)
no caso na˜o abeliano onde V = TaV
a pode-se mostrar que a equac¸a˜o de movimento dada
acima e´ modificada para
Da = −gA¯TaA , (81)
e o potencial escalar neste caso e´ dado por
VD(A¯, A) = −LD = 1
2
D2 . (82)
VII. O POTENCIAL ESCALAR
Ao contra´rio do modelo padra˜o, onde o potencial escalar e´ arbitra´rio e e´ definido apenas
pela exigeˆncia da invariaˆncia de gauge. No caso de teorias supersime´tricas o potencial escalar
e´ completamente definido pelo superpotencial, e consiste das contribuic¸o˜es dos termos D e F
que discutimos na u´ltima sec¸a˜o. O potencial escalar completo de uma teoria supersime´trica
e´ a soma dessas duas contribuic¸o˜es, ou seja
V (A¯, A) = VD(A¯, A) + VF (A¯, A)
= |F |2 + 1
2
D2 , (83)
e percebemos que V (A¯, A) ≥ 0, pois sa˜o quadra´ticos neste campos.
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Dessa maneira, a forma da lagrangiana e´ praticamente fixada pela exigeˆncia de uma
simetria. As u´nicas liberdades deste tipo de teorias sa˜o o conteu´do de campos, os valores
dos acoplamentos de gauge g, os acoplamentos de Yukawa gijk e as massas das part´ıculas
do modelo. Com isto agora ja´ temos quase todas as ferramentas necessa´rias para construir
um modelo supersime´trico real´ıstico, falta apenas ver como quebrar supersimetria. Se su-
persimetria na˜o fosse quebrada, os fe´rmions e os seus superparceiros bosoˆnicos deveriam ser
degenerados na massa. No espectro do modelo padra˜o claramente na˜o satisfaz esta condic¸a˜o
ja´ que nenhum parceiro supersime´trico foi encontrado, pois na˜o existe um sele´tron com
massa de 511KeV , nem um smu´on de 106MeV e etc. De tal modo que se supersimetria e´
realizada pela natureza, ela deve ser quebrada.
Antes de ver como quebrar supersimetria devemos mencionar que nenhuma das part´ıculas
ja´ conhecidas seja o parceiro supersime´trico de outra, porque o superparceiro deve diferir de
meio no spin, enquanto tendo a mesma propiedade de transformac¸a˜o sobre o grupo de gauge
bem como sobre qualquer simetria global da teoria. Mas antes de tratarmos disto vamos
mostrar como supersimetria resolve o problema da hierarquia.
VIII. PROBLEMA DA HIERARQUIA
Para enetendermos este problema considere a seguinte lagrangiana (na˜o supersime´trica)
de um campo escalar complexo A e um fe´rmion de Weyl χ
L = − ∂mA¯∂mA− iχ¯σ¯m∂mχ− 1
2
mf (χχ+ χ¯χ¯)−m2b A¯A
− Y (Aχχ+ A¯χ¯χ¯) − λ (A¯A)2 . (84)
Se mb = mf e Y = λ esta lagrangiana seria supersime´trica conforme ja´ foi visto na sec¸a˜o
6.1, mas agora vamos considerar o caso na˜o supersime´trico.
Neste caso L possui uma simetria quiral para mf = 0 dada por
A→ e−2iαA , χ→ eiα χ . (85)
26
Esta simetria proibe a gerac¸a˜o de massa para o fe´rmion por correc¸o˜es quaˆnticas. Paramf 6= 0
a massa do fe´rmion recebe correc¸o˜es radiativas, mas todos os poss´ıveis diagramas teˆm que
ter inserc¸o˜es de massa, podem ser visto na Fig.1. A correc¸a˜o de massa que e´ proporcional a
mf e´ dada por
δmf ∼ Y 2mf ln
m2f
Λ2
, (86)
onde Λ e´ o cutoff ultravioleta. Portanto a massa de um fe´rmion quiral na˜o recebe grandes
correc¸o˜es radiativas se a massa “nua” for pequena.
Ja´ no caso de campos escalares a situac¸a˜o e´ diferente. Os diagramas que da˜o correc¸o˜es
de um loop a` mb esta˜o mostrados nas Fig.2 e Fig.3. Ambos diagramas sa˜o divergente
quadraticamente, mas eles teˆm sinais opostos devido ao fato que no segundo diagrama
fe´rmions esta˜o no loop enquanto que no primeiro no´s temos bo´sons rodando no loop. A
correc¸a˜o na massa neste caso e´ dada por
δm2b ∼ (λ− Y 2) Λ2 . (87)
Assim em teorias na˜o supersime´tricas campos escalares recebem grandes correc¸o˜es de massa
(mesmo que a massa “nua” seja zero) e massas pequenas para os escalares na˜o parece ser
“natural”. Poi a massa “natural” para qualquer part´ıcula escalar e´ Λ, que e´ da ordem da
massa de Planck cujo valor e´ Mplank ≃ 1019GeV.
Uma das possibilidades para se evitar este problema e´ por considerar supersimetria global
e associar o Higgs a um supermultipleto quiral. A simetria quiral que proibe massa ao
fe´rmion, higgsino, tambe´m ira´ proibir correspondente termo de massa ao Higgs, ja´ que se
supersimetria e´ va´lida temos que ter mf = mb. Se esta simetria quiral junto com supersime-
tria permanece ate´ uma escala O(1TeV ), as correc¸o˜es radiativas ira˜o induzir massa escalar
da ordem de O(MW ) o que explicaria porque MH <<< Mplank e assim resolvendo este prob-
lema. Devemos fazer a quebra de supersimetria sem introduzir divergeˆncias quadra´ticas
para resolver o problema da hierarquia.
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IX. QUEBRA ESPONTAˆNEA DE SUPERSIMETRIA.
De uma perspectiva teo´rica, esperamos que supersimetria seja uma simetria que e´ que-
brada espontaneamente. Em outras palavras, o modelo deve ter uma lagrangiana que e´
invariante sobre supersimetria, mas um va´cuo que na˜o e´. Desta maneira, supersimetria e´ es-
condida a baixas energias em uma maneira ana´loga a simetria eletrofraca no modelo padra˜o
SM.
Da Eq.(26) aprendemos que se os geradores de supersimetria aniquilam o va´cuo, a hamil-
tonianaH tambe´m aniquila o va´cuo. Isto por sua vez implica que o potencial escalar V (A¯, A)
de uma teoria supersime´trica tem um estado supersime´trico fundamental tem que ser zero
neste mı´nimo
Evac = 0 ⇒ 〈V 〉 ≡ V (A¯, A)|min = 0 . (88)
A forma geral do potencial escalar V (A¯, A) = F iF¯ i+ 1
2
DaDa foi mostrada na Eq.(83). Como
V (A¯, A) e´ positivo no´s facilmente conclu´ımos da Eq.(88) que em um estado supersime´trico
fundamental
〈F i〉 ≡ F i|min = 0 e 〈Da〉 ≡ Da|min = 0 , (89)
tem que ser va´lida. O oposto tambe´m e´ verdadeiro
〈F i〉 6= 0 ou 〈Da〉 6= 0 ⇒ V |min > 0 ⇒ Qα|0 > 6= 0 ,
(90)
e supersimetria e´ espontaˆneamente quebrada. Assim 〈F i〉 e 〈Da〉 sa˜o os paraˆmetros que
comandam a quebra de supersimetria quando sa˜o diferentes de zero.
Potenciais espec´ıficos que resultam em termos D e F diferentes de zero foram con-
stru´ıdos [14,15]. Por exemplo, o modelo de O’Raifeartaigh [14] treˆs supercampos quirais sa˜o
necessa´rios para quebrar supersimetria. O espectro de massa dos seis bo´sons reais e os treˆs
fe´rmions de Weyl do modelo sa˜o
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Bo´sons: (0, 0, m2, m2, m2 ± 2λg) ,
Fe´rmions: (0, m2, m2) .
Ja´ no caso do modelo de Fayet e Iliopoulos [15], eles observaram que a componente θθθ¯θ¯
do supercampo vetorial e´ invariante tanto por invariaˆncia de gauge quanto por supersimetria.
Este modelo descreve dois fe´rmions de massa
√
m2 + (1/2)e2v2, um campo vetorial e um
campo escalar, cada de massa
√
(1/2)e2v2, um campo escalar complexo de massa
√
m2, e
um espinor de goldstone na˜o massivo.
Repare que nos dois modelos descrito acima vale a seguinte relac¸a˜o
∑
bosons
M2b = 2
∑
fermions
M2f , (91)
que e´ muito ruim para fenomenologia. Muitos modelos de quebra de supersimetria ja´ foram
propostos, mas ainda na˜o existe consenso em como isto deve ser feito.
Pore´m, de um ponto de vista pra´tico, e´ extremamente u´til simplesmente parametrizar
nossa ignoraˆncia desses resultado por introduzir termos extras que quebrem supersimetria
explicitamente na lagrangiana. O acoplamento extra de quebra de supersimetria deve ser
“soft” para manter naturalmente uma hierarquia entre a escala eletrofraca e a escala de
Planck, conforme discutimos na u´ltima sec¸a˜o.
A filosofia atra´s destes termos “softs” e´ a seguinte: existe um setor que quebra supersime-
tria espontaneamente em uma escala de energia maior que a escala eletrofraca. A quebra de
supersimetria e´ comunicada de alguma maneira(atrave´s de interac¸o˜es de gauge ou atrave´s
da interac¸a˜o gravitacional) aos campos do modelo e como resultado os termos “softs” apare-
cem. Uma implementac¸a˜o desta ide´ia e´ a de quebrar supersimetria espontaneamente em
um “setor escondido”, que e´ um setor que na˜o interage com as part´ıculas do modelo padra˜o
(setor vis´ıvel) exceto atrave´s de uma teoria de supergravidade que serve de intermedia´rio
para esta quebra, para mais detalhe veja a pro´xima sub-sec¸a˜o.
Em 1982 L. Girardello e M. T. Grisaru [16] mostraram que o seguinte termo que quebra
supersimetria
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Lsoft = −1
2
(Mλλ
aλa + hc)−m2A¯A+ bijAiAj + aijkAiAjAk , (92)
e´ livre de divergeˆncias quadra´ticas nas correc¸o˜es quaˆnticas para a massa do escalar da teoria.
Pode ser mostrado que a auseˆncia de divergeˆncias quadra´ticas em teorias supersime´tricas
estabiliza a massa do Higgs e assim a escala eletrofraca. O primeiro termo desta lagrangiana
e´ um termo de massa para os gauginos, o segundo e´ o termo de massa para os escalares e
os termos bij e aijk teˆm a mesma forma dos termos proporcionais a M ij e yijk no super-
potencial, assim eles sera˜o permitidos pela invariaˆncia de gauge se e somente se um termo
correspondente existe no superpotencial.
A. Modelos de Quebra de SUSY.
No´s introduzimos acima quebra expl´ıcita de SUSY devido ao fato de na˜o conhecermos
ainda o mecanismo de quebra de SUSY. Se SUSY e´ quebrada espontaˆneamente enta˜o existe
um fe´rmion de Goldstone chamado de goldstino. Quando supersimetria e´ global o goldstino
na˜o tem massa. Pore´m em supersimetria local (supergravidade) o goldstino e´ “comido”
pelo gravitino (g˜3/2) que desta maneira adquire uma massa m3/2 [17]. Isto e´ conhecido na
literatura como o Mecanismo de Super-Higgs e e´ completamente ana´logo ao mecanismo de
Higgs das teorias de Gauge.
Modelos que apresentam quebra espontaˆnea de SUSY assumem que SUSY e´ quebrada
num setor ‘hidden” ou “secluded” que e´ completamente neutro com relac¸a˜o ao grupo de
Gauge do SM. A informac¸a˜o da quebra de SUSY e´ enta˜o informada ao setor “visible”,
que conte´m o MSSM, por algum mecanismo. Doi cena´rios deste tipo de quebra tem sido
estudado em detalhe: quebra de SUSY gravity–mediated e gauge–mediated.
No caso de quebra de SUSY gravity–mediated, a quebra de SUSY e´ transmitida ao MSSM
pela interac¸a˜o gravitacional [18]. A quebra ocorre a O(1010) GeV ou acima, e o gravitino
ganha uma massa da ordem da escala eletro-fraca. O modelo de estrutura mais simples deste
tipo de mecanismo e´ o minimal supergravity model (mSUGRA) [19,20]. Como mSUGRA
possui apenas cinco paraˆmetros livres (o SM possui 18) ele e´ altamente preditivo e por
30
isto mais usado nas buscas experimentais. Pore´m, devemos ter em mente, que ele e´ bem
restritivo.
Os modelos Gauge–mediated (GMSB) [21] tem um setor “secluded” onde SUSY e´
quebrada e um setor “messenger” consistindo de part´ıculas com nu´meros quaˆnticos de
SU(3) ⊗ SU(2) ⊗ U(1). Os “messengers” se acoplam diretamente ao setor “secluded” e
a quebra de SUSY e´ transmitida ao MSSM atrave´s de trocas virtuais dos “messengers”.
Uma caracter´ıstica ba´sica deste tipos de modelos e´ que a escala de quebra de SUSY ocorre a
escalas bem abaixos do que no caso gravity–mediated, a escala e´ da O(104–105) GeV. Pore´m
o alcance da massa do gravitino vai de eV ate´ KeV.
Uma discussa˜o mais detalhada da quebra de SUSY esta´ ale´m deste estudo. Para pessoas
interessadas em mSUGRA veja [22,23]. Uma revisa˜o da quebra de SUSY gauge–mediated e´
dada em [24].
X. A INVARIAˆNCIA R.
Esta nova simetria e´ uma simetria global que na˜o comuta com supersimetria, foi intro-
duzida em 1975 por P. Fayet [25] e e´ chamada de simetria R. Exigir a` invariaˆncia R da ac¸a˜o
coloca restric¸o˜es na forma dos termos de interac¸a˜o, ale´m disto muitas teorias supersime´tricas
interessantes sa˜o invariantes por R e assim possuem uma simetria U(1)R adicional.
O conceito de simetria R pode ser melhor entendida no Super-espac¸o. Chamaremos os
geradores desta simetria por R, este operador gera a seguinte transformac¸a˜o nas varia´veis
de grassman
Rθ → e−iαθ , (93)
assim θ tem carga R(θ) = 1. Quando atua nos supercampos quirais ela produz
RΦ(x, θ, θ¯) = e2inΦαΦ(x, e−iαθ, eiαθ¯) ,
RΦ¯(x, θ, θ¯) = e−2inΦαΦ¯(x, e−iαθ, eiαθ¯) , (94)
onde 2nΦ e´ a carga quiral e no vetorial
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RV (x, θ, θ¯) = V (x, e−iαθ, eiαθ¯) . (95)
Em termos de componentes, as transformac¸o˜es acima para o multipleto quiral sa˜o
A −→ e2inΦαA
ψ −→ e2i(nΦ− 12)αψ
F −→ e2i(nΦ−1)αF


, (96)
e para o multipleto vetorial temos
Am −→ Am
λ −→ eiαλ
D −→ D


. (97)
Para produtos de termos de supercampos quirais, pode-se mostrar que [26]
R
∏
a
Φa(x, θ, θ¯) = e
2i
∑
a
naα
∏
a
Φ(x, e−iαθ, eiαθ¯) ,
e os seguintes termos de supercampos sa˜o todos invariantes por paridade R
∫
d4θ Φ¯(x, θ, θ¯)Φ(x, θ, θ¯) ,∫
d4θ Φ¯(x, θ, θ¯)eV (x,θ,θ¯)Φ(x, θ, θ¯) ,∫
d4θ
∏
a
Φa(x, θ, θ¯) , se
∑
a
na = 1 .
XI. O MODELO PADRA˜O SUPERSIME´TRICO Mı´NIMO.
As diferentes classes de extenso˜es supersime´tricas do modelo padra˜o SM sa˜o divididas
naturalmente em duas classes. A primeira e´ o modelo padra˜o supersime´trico mı´nimoMSSM
[27]— [45] que conte´m o nu´mero mı´nimo de campos e paraˆmetros exigidos para construir
um modelo real´ıstico de quarks e le´ptons. A segunda classe conhecido como modelo padra˜o
supersime´trico na˜o mı´nimo (NMSSM) [46]. Este modelo conte´m mais paraˆmetros e campos
sem qualquer aumento da predictividade do modelo e por isto na˜o sera˜o aqui considerados.
A respeito do MSSM existem exelentes reviso˜es tais como [19] e [47]— [56] nas quais este
estudo esta´ baseado.
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A. Ingredientes do Modelo.
Os ingredientes do MSSM podem ser definidos pelos seguintes pontos:
1. O grupo de Gauge e´: SU(3)C ⊗ SU(2)L ⊗ U(1)Y .
2. O conteu´do mı´nimo de part´ıculas, sendo de treˆs famı´lias de quarks e le´ptons, doze
bo´sons de gauge (definidos da maneira usual), dois dubletos de Higgs e, claramente,
todos os seus parceiros supersime´tricos.
(a) Introduz´ımos juntos com os bo´sons de Gauge os “gauginos” que sa˜o fe´rmios, ou
seja sa˜o part´ıculas de spin 1/2.
(b) Os le´ptons e quarks teˆm como parceiros supersime´tricos os “sle´ptons” e
“squarks”, que sa˜o part´ıculas escalares. Como temos que ter um parceiro super-
sime´trico para cada grau de liberdade, dois campos bosoˆnicos sa˜o necessa´rios para
cada campo fermioˆnico do SM. Eles sa˜o conhecidos como estados “esquerdo” e
“direito” e sa˜o denotados por l˜L, l˜R, q˜L e q˜R. Devemos aqui ressaltar que L e R
na˜o significa a helicidade das spart´ıculas (eles sa˜o part´ıculas de spin0) mas a dos
seus superparceiros
(c) Ja´ no caso dos dois dubletos de Higgs temos que acresentar seus parceiros que
sa˜o fe´rmions e sa˜o conhecidos por higgsinos.
3. Termos de quebra soft para parametrizar a quebra de supersimetria.
4. Simetria R uma simetria discreta exata.
Se constru´ıssemos uma teoria baseada apenas nos treˆs primeiros pontos descritos acima,
surgiria uma teoria que viola nu´mero leptoˆnico e barioˆnico, enta˜o devido a isto temos que
exigir uma simetria discreta a mais.
A simetria R e´ introduzida para eliminar estes termos. A paridade R de um estado esta´
relacionado ao seu spin (S), nu´mero barioˆnico (B) e ao nu´mero leptoˆnico (L) da seguinte
maneira
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Rp = (−1)2S+3B+L . (98)
Uma consequeˆncia imediata da expressa˜o acima e´ que todas as part´ıculas do SM (in-
cluindo os bo´sons de Higgs) sa˜o de paridade R par, enquanto seus superparceiros sa˜o de
paridade R ı´mpar. Como resultado as “novas” part´ıculas supersime´tricas podem ser pro-
duzidas apenas em pares, e qualquer de seu decaimento tem que conter um nu´mero ı´mpar
de part´ıculas supersime´tricas. Isto implica que a part´ıcula supersime´trica mais leve, con-
hecida como “Lighest Supersymmetric Particle” (LSP), tem que ser esta´vel, pois ela na˜o
tem canal de decaimento permitido. Isto proporciona sinais caracter´ısticos para a produc¸a˜o
das spart´ıculas. O argumento e´ o seguinte. Como os LSP sa˜o esta´veis, alguns deles devem
ter sobrevividos a era do Big Bang. Se os LSP sentem as interac¸o˜es eletromagne´ticas ou
fortes, muitos ou a maioria dessas rel´ıquias cosmolo´gicas devem ter sido confinados para for-
mar “iso´topos exo´ticos”. Buscas [57] a esses “exo´ticos” levam a v´ınculos muito fortes para
sua abundaˆncia, que exclue todos os modelos com part´ıculas esta´veis carregadas ou mesmo
que interagem fortemente a menos que suas massas ultrapasse va´rios TeV [58]. Assim no
contexto do MSSM isto significa que o LSP deve ser neutro, logo o LSP se parece como
um neutrino pesado nas buscas experimentais.
Supersimetria (SUSY) em sua versa˜o local inclue a gravidade: a teoria resultante e´
conhecida como supergravidade. O modelo enta˜o inclue tambe´m o gra´viton (spin–2) e seu
parceiro fermioˆnico o gravitino (spin–3
2
)
B. Supercampos do MSSM.
As primeiras verso˜es do MSSM foram constru´ıdas nos anos 70 [25]. Neste trabalho
iremos promover todos os campos fermioˆnicos do SM a supercampos quirais, um para cada
gerac¸a˜o. Iremos representar estes supercampos por lˆ(x, θ, θ¯), no caso do le´pton carregado,
e νˆl(x, θ, θ¯) para o neutrino deste le´pton e convenc¸a˜o ana´loga para as outras part´ıculas. Os
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ı´ndices das gerac¸o˜es sera˜o suprimidos 5.
Os supercampos dos le´ptons de ma˜o esquerda (para cada gerac¸a˜o) sa˜o 6
Lˆ(x, θ, θ¯) =

 νˆl(x, θ, θ¯)
eˆ(x, θ, θ¯)


L
,
Rˆ(x, θ, θ¯) = eˆR(x, θ, θ¯) , (99)
ja´ os supercampos dos quarks sa˜o escritos da seguinte maneira
Qˆ(x, θ, θ¯) =

 uˆi(x, θ, θ¯)
dˆi(x, θ, θ¯)


L
,
Uˆ(x, θ, θ¯) = uˆR(x, θ, θ¯) ,
Dˆ(x, θ, θ¯) = dˆR(x, θ, θ¯) . (100)
Ja´ no setor de Higgs deste modelo necessitamos de dois dubletos 7, que definiremos como
Hˆ1(x, θ, θ¯) =

 Hˆ
1
1 (x, θ, θ¯)
Hˆ21 (x, θ, θ¯)

 ,
e
Hˆ2(x, θ, θ¯) =

 Hˆ
1
2 (x, θ, θ¯)
Hˆ22 (x, θ, θ¯)

 . (101)
Observe que os ı´ndices superiores desses supercampos, digamos Hˆ21 (x, θ, θ¯), e´ um ı´ndice
de SU(2) que toma as seguintes se´ries de valores {1, 2}. A mesma coisa acontece para
5Aqui iremos seguir a convenc¸a˜o padra˜o de que todo supermultipleto quiral sera˜o definidos em
termos de espinores de Weyl de ma˜o esquerda, assim que os conjugados dos le´ptons de ma˜o esquerda
ira˜o aparecer para representar os le´ptons de ma˜o direita. Soma sobre o ı´ndice de gerac¸a˜o esta´
subentendida por todo este estudo se nada for dito para indicar o contra´rio.
6Usaremos chapeu (ˆ) para indicar supercampos.
7Dois dubletos de higgs sa˜o necessa´rios para evitar anomalias de gauge que surgem dos higgsinos
de spin 1/2 e para gerar massas a todos os quarks e le´ptons.
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Lˆ(x, θ, θ¯) e Qˆ(x, θ, θ¯). Os nu´meros quaˆnticos de cada supercampo esta´ na tabela I, na
tabela II mostramos o conteu´do de part´ıculas do modelo.
Como a nossa teoria possui uma invariaˆncia de gauge SU(3)C ⊗ SU(2)L ⊗ U(1)N . Isto
significa que a teoria tem doze campos de gauge, sendo um vˆ(x, θ, θ¯) para o grupo de gauge
U(1), treˆs Vˆ i(x, θ, θ¯) (i = 1, 2, 3) para SU(2) e oito Vˆ ac (x, θ, θ¯) (i = 1, · · · , 8) para SU(3).
Como no SM colocaremos este bo´sons de gauge na representac¸a˜o adjunta do grupo, e
usaremos a seguinte notac¸a˜o
Vˆ ′(x, θ, θ¯) = Yvˆ(x, θ, θ¯) , (102)
Vˆ (x, θ, θ¯) = TiVˆ i(x, θ, θ¯) , i = 1, 2, 3 , (103)
Vˆc(x, θ, θ¯) = T
aVˆ ac (x, θ, θ¯) , a = 1, · · · , 8 .. (104)
Onde Y e Ti ≡ σi/2, Ta ≡ λa/2, sa˜o os geradores de U(1), SU(2) e SU(3) respectivamente.
Tipo de Supercampos Nu´meros Quaˆnticos
Multipleto SU(2) U(1)
Mate´ria Lˆ(x, θ, θ¯) dubleto −1/2
Rˆ(x, θ, θ¯) singleto 1
Qˆ(x, θ, θ¯) dubleto 1/6
Uˆ(x, θ, θ¯) singleto −2/3
Dˆ(x, θ, θ¯) singleto 1/3
Hˆ1(x, θ, θ¯) dubleto −1/2
Hˆ2(x, θ, θ¯) dubleto 1/2
Gauge vˆ(x, θ, θ¯) singleto 0
Vˆ i(x, θ, θ¯) tripleto 0
Vˆ ac (x, θ, θ¯) octeto 0
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TABLE I. A notac¸a˜o e os nu´meros quaˆnticos de cada supercampo no MSSM. Todos os ı´ndices
das gerac¸o˜es foram suprimidos.
Supercampo Part´ıcula Spin Superparceiro Spin
vˆ (U(1)) Vm 1 λB
1
2
Vˆ i (SU(2)) V im 1 λ
i
A
1
2
Vˆ ac (SU(3)) G
a
m 1 g˜
a 1
2
Qˆ (u, d)L
1
2 (u˜L, d˜L) 0
Uˆ u¯R
1
2 u˜
∗
R 0
Dˆ d¯R
1
2 d˜
∗
R 0
Lˆ (ν, e)L
1
2 (ν˜L, e˜L) 0
Rˆ e¯R
1
2 e˜
∗
R 0
Hˆ1 (H
0
1 , H
−
1 ) 0 (H˜
0
1 , H˜
−
1 )
1
2
Hˆ2 (H
+
2 , H
0
2 ) 0 (H˜
+
2 , H˜
0
2 )
1
2
TABLE II. Conteu´do de Part´ıculas do MSSM.
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C. Lagrangiana do MSSM.
Na lagrangiana que iremos construir, iremos assumir que a nossa teoria pode ser vista
como sendo um limite de baixa energia de uma teoria de supergravidade, ou seja ela deve
ser invariante por supersimetria e pelo grupo de gauge. Na sec¸a˜o seis ja´ discutimos como
deve ser a forma da lagrangiana para ser invariante por supersimetria. Na pro´xima sec¸a˜o
mostraremos que a lagrangiana que iremos escrever a seguir tambe´m e´ invariante pelo grupo
de gauge.
Nossa lagrangiana tem que ter a seguinte forma
LMSSM = LSUSY + Lsoft . (105)
Onde LSUSY e´ a parte supersime´trica da lagrangiana, enquanto LSoft quebra explicitamente
supersimetria conforme discutido na sec¸a˜o nove.
1. O Termo Supersime´trico LSUSY .
O termo supersime´trico iremos dividir da seguinte maneira
LSUSY = Llepton + LQuarks + LGauge + LHiggs , (106)
onde
Llepton =
∫
d4θ
[
ˆ¯Le2gVˆ−g
′Vˆ ′Lˆ+ ˆ¯Reg
′Vˆ ′Rˆ
]
,
LQuarks =
∫
d4θ
[
ˆ¯Qe2gsVˆ
a
c +2gVˆ+(g
′/3)Vˆ ′Qˆ + ˆ¯Ue2gsVˆ
a
c −(4g′/3)Vˆ ′Uˆ + ˆ¯De2gsVˆ
a
c +(2g
′/3)Vˆ ′Dˆ
]
,
(107)
LGauge = 1
4
∫
d2θ
[
8∑
a=1
W aαs W
a
sα +
3∑
i=1
W iαW iα +W
′αW ′α + h.c.
]
, (108)
e finalmente
LHiggs =
∫
d4θ
[
ˆ¯H1e
2gVˆ−g′Vˆ ′Hˆ1 + ˆ¯H2e
2gVˆ+g′Vˆ ′Hˆ2 +W + W¯
]
. (109)
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Aqui gs, g e g
′ sa˜o os acoplamentos de gauge para SU(3), SU(2) e U(1) respectivamente e
o fator 2 que aparece relacionado com a constante de acoplamento g, sa˜o introduzido por
convenieˆncia. Com esta escolha o campo de forc¸a V imn contido em Wα corresponde ao do
SM. Wsα, Wα e W
′
α sa˜o os SU(3), SU(2) e U(1) campos de forc¸as definidos por
W asα = −
1
8gs
D¯D¯e−2gsVˆcDαe
2gVˆc ,
Wα = − 1
8g
D¯D¯e−2gVˆDαe
2gVˆ ,
W ′α = −
1
4
DDD¯αVˆ
′ . (110)
Ale´m disto, W ≡ W [Lˆ, Rˆ, Qˆ, Uˆ , Dˆ, Hˆ1, Hˆ2] e´ o superpotencial da teoria que iremos discutir
a seguir.
2. O Superpotencial.
Lembraremos que o superpotencial pode ser no ma´ximo cu´bico nos supercampos para
garantir que a teoria seja renormaliza´vel. O superpotencial doMSSM tem a seguinte forma
W =WH +WY +WNR , (111)
com a parte do Higgs WH dada por
WH = µ εαβHˆ
i
1Hˆ
j
2 ,
e a correspondente parte de Yukawa WY tem a seguinte forma
WY [Lˆ, Rˆ, Qˆ, Uˆ , Dˆ, Hˆ1, Hˆ2] = εαβ
[
fHˆ i1Lˆ
jRˆ + f1Hˆ
i
1Qˆ
jDˆ + f2Hˆ
j
2Qˆ
iUˆ
]
.
Onde µ e´ um paraˆmetro de massa e εαβ e´ um tensor anti-sime´trico definido por
ε =

 0 1
−1 0

 . (112)
Alem disto, f , f1 e f2 sa˜o acoplamentos de Yukawa e sa˜o matrizes 3 × 3 no espac¸o das
famı´lias. Ou seja precisamos de H1 e H2 para gerar massas a todos os fe´rmions carregados
do modelo. Repare que os neutrinos permanecem sem massa.
Ja´ WNR e´ a parte do superpotencial que na˜o conserva paridade R e tem a seguinte forma
WNR[Lˆ, Rˆ, Qˆ, Uˆ , Dˆ, Hˆ2] = µ1LˆHˆ2 + λǫαβLˆ
iLˆjRˆ + λ1ǫαβLˆ
iQˆjDˆ + λ2ǫαβLˆ
iHˆj2 + λ
3UˆDˆDˆ .
Os primeiros treˆs termos, que conteˆm treˆs supercampos, na equac¸a˜o acima na˜o conservam o
nu´mero leptoˆnico L, enquanto o segundo e o quarto termo na˜o conservam o nu´mero barioˆnico
B. Dentro deste modelo so´ podemos quebrar paridade R somente se qualquer L ou B na˜o for
conservado. Se ambos L e B forem quebrados, teremos ra´pidas taxas para os decaimentos
dos nu´cleons e isto e´ inaceita´vel fenomenologicamente. E´ devido a isto que em modelos
com quebra de paridade R, apenas alguns dos coeficientes sa˜o diferentes de zero. Devemos
contudo enfatizar que existem fortes v´ınculos nos acoplamentos µ1, λ, λ
1, λ2 e λ3. Mas neste
estudo no´s na˜o consideraremos quebra desta simetria.
Lembre-se que se impomos invariaˆncia sobre o grupo de gauge em todas as interac¸o˜es no
SM, achamos que todas os termos de dimensa˜o quatro ou menor automaticamente preservam
tanto nu´mero leptoˆnico como o nu´mero barioˆnico. Aqui iremos considerar conservac¸a˜o da
paridade R, por isto na˜o iremos tratar com este termo neste estudo.
3. O Termo de Quebra Soft LSoft.
O termo soft e´ escrito da seguinte maneira:
LSoft = LSMT + LGMT + LINT , (113)
onde o termo de massa escalar LSMT e´ escrito da seguinte maneira
LSMT = −
∫
d4θ
[
M2L
˜¯LL˜+M2R
˜¯RR˜ +M2Q
˜¯QQ˜
+M2U
˜¯UU˜ +M2D
˜¯DD˜ +M21 H¯1H1
+M22 H¯2H2 −M212εij
(
H i1H
j
2 + h.c.
)]
, (114)
mas a invariaˆncia SU(2) exige mesmo paraˆmetros de quebras para cada dubleto de ma˜o
esquerda dos sfe´rmions, ou seja m2
l˜
= m2ν˜ . Muitos autores incluem a parte WH na parte de
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quebra soft. Isto e´ devido ao fato que a constante de acoplamento µ tem dimensa˜o de massa
como os outros termos de quebra soft apresentados acima. O termo de massa do gaugino e´
LGMT = −1
2
∫
d4θ
[(
M3
8∑
a=1
g˜ag˜a +M
3∑
i=1
λiAλ
i
A +M
′ λBλB
)
+ h.c.
]
. (115)
Ja´ o termo LINT e´ o seguinte
LINT =
(
AEH1L˜R˜ + ADH1Q˜D˜ + AUH2Q˜U˜ + h.c.
)
. (116)
4. Conclusa˜o
Para conluir esta sec¸a˜o, vamos reunir todos os nossos resultados para a lagrangiana
LMSSM , em termos dos supercampos. O resultado e´
LMSSM = LSUSY + LSoft
=
∫
d4θ
{
ˆ¯Le2gVˆ+g
′Vˆ ′Lˆ+ ˆ¯Reg
′Vˆ ′Rˆ
+ ˆ¯H1e
2gVˆ+g′Vˆ ′Hˆ1 +
ˆ¯H2e
2gVˆ+g′Vˆ ′Hˆ2
+ µεijHˆ
i
1Hˆ
j
2 + fεijHˆ
i
1Lˆ
jRˆ + h.c.
−
[
M2L
˜¯LL˜+M2R
˜¯RR˜ +M2Q
˜¯QQ˜
+M2U
˜¯UU˜ +M2D
˜¯DD˜ +M21 H¯1H1
+M22 H¯2H2 −M212εij
(
H i1H
j
2 + h.c.
)
+
(
AEH1L˜R˜ + ADH1Q˜D˜ + AUH2Q˜U˜ + h.c.
)]
−1
2
[(
M3
8∑
a=1
g˜ag˜a +M
3∑
i=1
λiAλ
i
A +M
′ λBλB
)
+ h.c.
]}
+
∫
d2θ
1
4
[(
8∑
a=1
W aαs W
a
sα +
3∑
i=1
W iαW iα +W
′αW ′α
)
+ h.c.
]
.
(117)
XII. A INVARIAˆNCIA DE GAUGE DE LMSSM .
As transformac¸o˜es de gauge do supercampos sa˜o definidas por
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Φ′(x, θ, θ¯) = e−igΛ(x,θ,θ¯)Φ(x, θ, θ¯), D¯α˙Λ = 0
Φ¯
′
(x, θ, θ¯) = Φ¯(x, θ, θ¯)eigΛ¯(x,θ,θ¯) DαΛ¯ = 0
egV
′
= e−igΛ¯ egV eigΛ


. (118)
e as do campo de forc¸a Wα por
Wα →W ′α = e−igΛWα eigΛ . (119)
Vamos comec¸ar mostrando a invariaˆncia por SU(2) e depois mostraremos a invariaˆncia
por U(1). Qualquer outro termo a mais adicionada a lagrangiana discutida na u´ltima sec¸a˜o
ou na˜o e´ invariante por SU(2) ou por U(1).
A. A Invariaˆncia por SU(2).
Como [Vˆ , Vˆ ′] = [Λˆ, Vˆ ′] = 0, o termo ˆ¯Le2gVˆ +g
′Vˆ ′Lˆ pode ser mostrado que e´ invariante por
SU(2), da seguinte maneira
ˆ¯Le2gVˆ eg
′Vˆ ′Lˆ −→ ˆ¯Le2ig ˆ¯Λe−2ig ˆ¯Λe2gVˆ e2igΛˆeg′Vˆ ′e−2igΛˆLˆ
= ˆ¯Le2gVˆ+g
′Vˆ ′Lˆ . (120)
A invariaˆncia dos termos cine´ticos de Rˆ, Hˆ1 or Hˆ2 sa˜o mostradas da mesma maneira.
Ja´ a invariaˆncia do termo cine´tico dos bo´sons de gauge e´ mostrado da seguinte maneira
W α aW aα = Tr (W
αWα) −→ Tr
(
e−2igΛˆW αe2igΛˆe−2igΛˆWαe
2igΛˆ
)
= Tr (W αWα)
= W α aW aα . (121)
Onde utilizamos a propiedade cicl´ıca do trac¸o. A invariaˆncia de W
′ αW ′α e´ trivial pois W
′
α e´
um singleto sobre este grupo.
Para demonstrarmos a invariaˆncia do superpotencial W, no´s comec¸aremos por WH ,
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WH = µε
ij Hˆ i1Hˆ
j
2 −→ µεij
[
e−2igΛˆHˆ1
]i [
e−2igΛˆHˆ2
]j
i, j = 1, 2
= µεij U ikU jl Hˆk1 Hˆ l2 , U = e−2igΛˆ .
(122)
Para que WH seja invariante devemos ter
εkl = εij U ikU jl . (123)
Esta relac¸a˜o na verdade e´ va´lida como iremos mostrar agora. A matriz U = e−2igΛˆ e´
obviamente uma matriz 2× 2, e seu determinante e´
detU = e−2igTr(Λˆ) = 1 , (124)
como Tr
(
Λˆ
)
≡ Tr
(
T aΛˆa
)
= 0. Portanto U e´ uma matriz de SU(2). Logo U , como qualquer
matriz de SU(2), pode ser escrita como
U =

 Aˆ Bˆ
− ˆ¯B ˆ¯A

 , (125)
com
ˆ¯AAˆ + ˆ¯BBˆ = 1 . (126)
Onde Aˆ e Bˆ sa˜o funcionais dos supercampos quirais Λˆa. Sua dependeˆncia nestes supercampos
na˜o tem nenhuma importaˆncia para o que faremos a seguir, por isto na˜o iremos nos preocupar
com esta dependeˆncia.
Portanto
εij U ikU jl =
[
UT εU
]kl
=

 0
ˆ¯AAˆ+ ˆ¯BBˆ
−
(
ˆ¯AAˆ+
ˆˆ
BBˆ
)
0


kl
=

 0 1
−1 0


kl
= εkl , (127)
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e WH e´ invariante de gauge sobre SU(2).
A invariaˆncia de WY e´ mostrada de maneira ana´loga pois Hˆ1 e Lˆ sa˜o ambos dubletos sob
SU(2), enquanto que Rˆ e´ um singleto sob este grupo. Assim o superpotencialW =WH+WY
e´ invariante sob SU(2).
Assim a lagrangiana total LMSSM e´ invariante sob SU(2) como deveria de ser.
B. A Invariaˆncia U(1).
Muitas das invariaˆncias mostradas acima sa˜o facilmente generalizadas para U(1) com as
substituic¸o˜es 2g → g′, T aΛˆa → Y λˆ′ = Λˆ′.
A u´nica invariaˆncia que e´ necessa´ria checar novamente, e´ a que conte´m dois ou mais
supercampos quirais. Tais termos aparecem apenas no superpotencial W, e a invariaˆncia e´
provada da seguinte maneira
WH = µε
ij Hˆ i1Hˆ
j
2 −→ µεij e−ig
′(YH1+YH2)λˆ′ Hˆ i1Hˆ
j
2
= WH , (128)
e
WY = fε
ij Hˆ i1Lˆ
jRˆ −→ fεij e−ig′(YH1+YL+YR)λˆ′Hˆ i1LˆjRˆ
= WY , (129)
pois YH1 + YH2 = 0 e YH1 + YL + YR = 0 de acordo com a Tab. I. Portanto nossa teoria
tambe´m e´ invariante por U(1).
Isto completa a prova de toda a invariaˆncia da teoria pelo grupo SU(2)⊗ U(1).
XIII. EXPANSA˜O EM COMPONENTES
Aqui nesta sec¸a˜o vamos abrir em componentes todos os supercampos e a nossa la-
grangiana.
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A notac¸a˜o utilizada em todo este estudo e´ chapeu (ˆ ) para indicar supercampos enquanto
til (˜ ) representa o parceiro supersime´trico das part´ıculas do SM. Os sub-´ındices L and R nos
campos fermioˆnicos, significa campo de ma˜o esquerda e direita respectivamente. Quando
estes sub-´ındices aparecem em um campo bosoˆnico, por exemplo em L˜L, ele apenas indica
um campo particular e na˜o tem nada haver com campo de ma˜o esquerda ou direita.
A. Supercampos.
Na sec¸a˜o anterior, no´s arranjamos um dos supercampos para estar na representac¸a˜o
dubleto(Lˆ) de SU(2) e o outro em um singleto (Rˆ). Estes supercampos quirais teˆm a
seguinte expansa˜o em componentes 8
Lˆ(x, θ, θ¯) =

 νˆl(x, θ, θ¯)
lˆ(x, θ, θ¯)


L
= L˜(x) + i θσmθ¯ ∂mL˜(x) +
1
4
θθ θ¯θ¯ ∂m∂mL˜(x)
+
√
2 θL(x) +
i√
2
θθ θ¯σ¯m∂mL(x) + θθ FL(x) , (130)
Rˆ(x, θ, θ¯) = lˆR(x)
= R˜(x) + i θσmθ¯ ∂mR˜(x) +
1
4
θθ θ¯θ¯ ∂m∂mR˜(x)
+
√
2 θR(x) +
i√
2
θθ θ¯σ¯m∂mR(x) + θθ FR(x) . (131)
para os quarks teremos
Qˆ(x, θ, θ¯) =

 uˆ(x, θ, θ¯)
dˆ(x, θ, θ¯)


L
= Q˜(x) + i θσmθ¯ ∂mQ˜(x) +
1
4
θθ θ¯θ¯ ∂m∂mQ˜(x)
+
√
2 θQ(x) +
i√
2
θθ θ¯σ¯m∂mQ(x) + θθ FQ(x) , (132)
Uˆ(x, θ, θ¯) = uˆR(x)
8Usamos til (˜) para indicar os parceiros supersime´tricos das part´ıculas usuais do SM.
45
= U˜(x) + i θσmθ¯ ∂mU˜(x) +
1
4
θθ θ¯θ¯ ∂m∂mU˜(x)
+
√
2 θU(x) +
i√
2
θθ θ¯σ¯m∂mU(x) + θθ FU(x) (133)
Dˆ(x, θ, θ¯) = dˆR(x)
= D˜(x) + i θσmθ¯ ∂mD˜(x) +
1
4
θθ θ¯θ¯ ∂m∂mD˜(x)
+
√
2 θD(x) +
i√
2
θθ θ¯σ¯m∂mD(x) + θθ FD(x) . (134)
Nome do Campo S´ımbolo Spin Carga
Le´ptons L1 1/2 0
L2 1/2 −1
R 1/2 1
Sle´ptons L˜1 0 0
L˜2 0 −1
R˜ 0 1
Quarks Q1 1/2 2/3
Q2 1/2 −1/3
U 1/2 −2/3
D 1/2 1/3
SQuarks Q˜1 1/2 2/3
Q˜2 1/2 −1/3
U˜ 1/2 −2/3
D˜ 1/2 1/3
Bo´sons de Higgs H11 0 0
H12 0 −1
H21 0 1
H22 0 0
Higgsinos ψ1H1 1/2 0
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ψ2H1 1/2 −1
ψ1H2 1/2 1
ψ2H2 1/2 0
Bo´sons de Gauge V im 1 –
Vm 1 –
Gauginos λiA 1/2 –
λB 1/2 –
TABLE III. Um resumo de todos os campos do SM e seus superparceiros no MSSM. Os
nu´meros quaˆnticos dos va´rios campos tambe´m esta˜o listados. Todos os campos fermioˆnicos esta˜o
dados em termos de espinores de Weyl de duas componentes.
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As componentes dos campos esta˜o definidas por
L˜(x) =

 ν˜(x)
e˜L(x)

 L(x) =

 ν(x)
e(x)


L
FL(x) =

 f
ν
L(x)
f lL(x)

 ,
(135)
e9
R˜(x) = e˜∗R(x) R(x) = e¯R(x) FR(x) = f
l
R(x) . (136)
ja´ para os quarks
Q˜(x) =

 u˜L(x)
d˜L(x)

 Q(x) =

 u(x)
d(x)


L
FQ(x) =

 f
u
L(x)
f dL(x)

 ,
(137)
e
U˜(x) = u˜∗R(x) U(x) = u¯R(x) FU(x) = f
u
R(x) . (138)
e
D˜(x) = d˜∗R(x) D(x) = d¯R(x) FD(x) = f
d
R(x) . (139)
Nome do Campo S´ımbolo Spin Carga
Campo Auxiliar do Le´pton f νL 0 0
f lL 0 −1
f lR 0 1
Campo Auxiliar do Quark fuL 0 2/3
fdL 0 −1/3
9A relac¸a˜o ˜¯R e ˜¯L criam sle´ptons de carga oposta.
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fuR 0 −2/3
fdR 0 1/3
Campo Auxiliar do Higgs f11 0 0
f21 0 −1
f12 0 1
f22 0 0
Campo Auxiliar de Gauge Di 1 –
D 1 –
TABLE IV. Os campos auxiliares deste modelo e seus nu´meros quaˆnticos.
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Para os dois dubletos dos Higgs temos
Hˆ1(x, θ, θ¯) =

 Hˆ
1
1 (x, θ, θ¯)
Hˆ21 (x, θ, θ¯)


= H1(x) + i θσ
mθ¯ ∂mH1(x) +
1
4
θθ θ¯θ¯ ∂m∂mH1(x)
+
√
2 θH˜1(x) +
i√
2
θθ θ¯σ¯m∂mH˜1(x) + θθ F1(x) ,
(140)
Hˆ2(x, θ, θ¯) =

 Hˆ
1
2 (x, θ, θ¯)
Hˆ22 (x, θ, θ¯)


= H2(x) + i θσ
mθ¯ ∂mH2(x) +
1
4
θθ θ¯θ¯ ∂m∂mH2(x)
+
√
2 θH˜2(x) +
i√
2
θθ θ¯σ¯m∂mH˜2(x) + θθ F2(x) ,
(141)
onde as componentes sa˜o
H1(x) =

 H
0
1 (x)
H−1 (x)

 H˜1(x) =

 ψ
1
H1
(x)
ψ2H1(x)

 F1(x) =

 f
1
1 (x)
f 21 (x)

 ,
(142)
e de maneira semelhante para o segundo dubleto
H2(x) =

 H
+
2 (x)
H02 (x)

 H˜2(x) =

 ψ
1
H2
(x)
ψ2H2(x)

 F2(x) =

 f
1
2 (x)
f 22 (x)

 .
(143)
Repare que todos os campos F sa˜o campos auxiliares, que depois sera˜o removidos usando
as equac¸o˜es de movimento.
Por questa˜o de convenieˆncia, no´s iremos trabalhar no gauge de Wess-Zumino. Neste
gauge a expansa˜o em componentes dos supercampos de gauge de SU(3), SU(2) e U(1)
Vˆc = T
aVˆ ac , Vˆ = T
iVˆ i com Ta = λa/2, Ti = σi/2 e Vˆ ′ = Yvˆ, sa˜o escritas da seguinte
maneira
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Vˆ ac (x, θ, θ¯) = − θσmθ¯ Gam(x) + i θθ θ¯¯˜ga(x)− i θ¯θ¯ θg˜a(x) +
1
2
θθ θ¯θ¯ Da(x) ,
(144)
e
Vˆ i(x, θ, θ¯) = − θσmθ¯ V im(x) + i θθ θ¯λ¯iA(x)− i θ¯θ¯ θλiA(x) +
1
2
θθ θ¯θ¯ Di(x) ,
(145)
e
vˆ(x, θ, θ¯) = − θσmθ¯ Vm(x) + i θθ θ¯λ¯B(x)− i θ¯θ¯ θλB(x) + 1
2
θθ θ¯θ¯ D(x) ,
(146)
Onde λiA(x) e λB(x) sa˜o os campos dos gauginos, que sa˜o espinores de Weyl de duas compo-
nentes. Eles sa˜o os parceiros supersime´tricos dos bo´sons de gauge, e os campos D tambe´m
sa˜o campos auxiliares, como os campos F.
B. Definic¸o˜es dos Estados F´ısicos.
As definic¸o˜es de nossos estados f´ısicos em termos dos estados de interac¸a˜o sa˜o
Am(x) = cos θw Vm(x) + sin θw V
3
m(x) ,
Zm(x) = − sin θw Vm(x) + cos θw V 3m(x) ,
W±m(x) =
V 1m(x)∓ iV 2m(x)√
2
, (147)
e os correspondentes estados para os gauginos spin-1/2 sa˜o introduzidos de maneira ana´loga
λγ(x) = cos θw λB(x) + sin θw λ
3
A(x) ,
λZ(x) = − sin θw λB(x) + cos θw λ3A(x) ,
λ±(x) =
λ1A(x)∓ iλ2A(x)√
2
. (148)
O aˆngulo de mistura θW e os acoplamentos de gauge esta˜o relacionados da mesma maneira
como no modelo padra˜o, ou seja, pelas seguintes relac¸o˜es
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sin θW =
g′√
g2 + g′2
cos θW =
g√
g2 + g′2
e = g sin θW = g
′ cos θW . (149)
Definiremos o o estado do fotino (A˜), do Zino (Z˜) e dos dois Higgsinos neutros (H˜n1 , H˜
n
2 )
em termos dos espinores de Weyl de duas componentes definidos acima por
A˜(x) =

 −iλγ(x)
iλ¯γ(x)

 , (150)
Z˜(x) =

 −iλZ(x)
iλ¯Z(x)

 , (151)
H˜n1 =

 ψ
1
H1
ψ¯1H1

 , (152)
H˜n2 =

 ψ
2
H2
ψ¯2H2

 . (153)
Repare que todos os espinores dos bo´sons neutros sa˜o do tipo de Majorana.
Para os espinores de Dirac, temos os Winos (W˜ ) e os Higgsinos carregados (H˜) e os seus
respectivos conjugados de carga sa˜o definidos de uma maneira ana´loga
W˜ (x) =

 −iλ
+(x)
iλ¯−(x)

 , (154)
H˜(x) =

 ψ
1
H2
ψ¯2H1

 , (155)
W˜ c(x) =

 −iλ
−(x)
iλ¯+(x)

 , (156)
H˜c(x) =

 ψ
2
H1
ψ¯1H2

 . (157)
52
Aqui nos bo´sons carregados, os dois u´ltimos espinores sa˜o espinores conjugado de carga como
nas Eqs.(13) e (15).
Os espinores de quatro componentes dos le´ptons carregados tambe´m sa˜o espinores de
Dirac, e teˆm a seguinte forma
Ψ(e) =

 eL(x)
eR(x)

 , (158)
ja´ para o neutrino
Ψ(ν) =

 νL(x)
0

 . (159)
Introduzindo os seguintes operadores
T± = T1 ± iT2 ,
Q = T3 +
Y
2
(160)
onde o operador Q e´ o operador carga, com autovalores em unidades da carga elementar e.
Ja´ T i = σ
i
2
conforme ja´ hav´ıamos definido antes.
C. O Termo Φ¯ exp[2(g σ
i
2 Vˆ
i + g
′
2 Y vˆ)]Φ.
A expansa˜o deste termo em componentes e´ a seguinte
e2gVˆ+g
′Vˆ ′ =
(
1 + 2gT iVˆ i + 2g2T iT jVˆ iVˆ j
)
×
(
1 + g′Y vˆ′ +
1
2
g′2Y 2vˆ′2
)
= 1 + g′Y vˆ′ + 2gT iVˆ i +
g′2
2
Y 2vˆ′2 + 2g2T iT jVˆ iVˆ j
+ 2gg′Y T iVˆ ivˆ , (161)
usamos o fato que V n = 0 para n ≥ 3 no gauge de Wess-Zumino analogamente ao que foi
feito na sec¸a˜o 6.2, a expansa˜o em componentes deste termo, e´ a seguinte
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∫
d4θΦ¯ exp[2(g
σi
2
Vˆ i +
g′
2
Y vˆ)]Φ
= |F|2 − |∂mA|2 − iψσm∂mψ¯
+
g
2
[
(ψ¯σ¯mσiψ − iAσi∂nA¯+ iA¯σi∂mA)V im
− i
√
2(ψ¯σiAλ¯iA − A¯σiψλiA) + A¯σiADi
]
+
g′
2
Y
[
(ψ¯σ¯mψ − iA∂mA¯ + iA¯∂mA)Vm
− i
√
2(ψ¯Aλ¯B − A¯ψλB) + A¯AD
]
+
1
4
[(g2V imσ
iV jmσj + Y 2g′2V mVm)A¯A+ 2Y gg
′V imV
m(A¯σiA)] ,
(162)
com i = 1, 2, 3 e m = 0, 1, 2, 3.
1. Reescrevendo Termos de Interac¸a˜o Contendo Gauginos.
Antes de continuarmos a nossa discussa˜o, um ca´lculo geral e u´til sera´ feito. Considere os
seguintes termos da terceira e da quinta linha
√
2i A¯
[
gT iλiA +
1
2
g′Y λB
]
ψ −
√
2i ψ¯
[
gT iλ¯iA +
1
2
g′Y λ¯B
]
A , (163)
onde novamente T i = σ
i
2
.
O primeiro termo da Eq.(163), no parentese quadrado pode, em analogia com a derivada
covariante, ser escrito usando os operadores da Eqs.(160) e (149) da seguinte maneira
gT iλiA +
1
2
g′Y λB
=
g√
2
(
T+λ+ + T−λ−
)
+ eQλγ +
g
cos θw
[
T3 −Q sin2 θw
]
λZ ,
(164)
ja´ para o segundo termo de maneira ana´loga teremos
gT iλ¯iA +
1
2
g′Y λ¯B
=
g√
2
(
T−λ¯+ + T+λ¯−
)
+ eQ λ¯γ +
g
cos θw
[
T3 −Q sin2 θw
]
λ¯Z ,
(165)
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Usando Eq.(164) e Eq.(165), obtemos para a Eq.(163)
√
2i A¯
[
gT iλiA +
1
2
g′Y λB
]
ψ −
√
2i ψ¯
[
gT iλ¯iA +
1
2
g′Y λ¯B
]
A
= ig
(
A¯T+ψ λ+ − λ¯+ ψ¯T−A
)
+ ig
(
A¯T−ψ λ− − λ¯− ψ¯T+A
)
+
√
2ie
(
A¯Qψ λγ − λ¯γ ψ¯QA
)
+
√
2ig
cos θw
(
A¯
[
T3 −Q sin2 θw
]
ψ λZ − λ¯Z ψ¯
[
T3 −Q sin2 θw
]
A
)
= ig
(
A¯T+ψ λ+ − λ¯+ ψ¯T−A
)
+ ig
(
A¯T−ψ λ− − λ¯− ψ¯T+A
)
+
√
2ieQi
(
A¯ψi λγ − λ¯γ ψ¯iA
)
+
√
2ig
cos θw
[
T3i −Qi sin2 θw
] (
A¯ψi λZ − λ¯Z ψ¯iA
)
. (166)
Sendo que T3i e Qi sa˜o os auto-valores de T3 e Q e i = 1, 2. respectivamente.
D. Termo dos Le´ptons.
Para os Lˆ usando Eq.(162) e o fato que
σiabσ
i
cd = 2δadδbc − δabδcd , (167)
acharemos
∫
d4θ ˆ¯L exp[2(g
σi
2
Vˆ i +
g′
2
YLvˆ)]Lˆ
= |FL|2 − |∂mL˜|2 − iLσm∂mL¯
+
g
2
[
(L¯σ¯mσiL− iL˜σi∂m ¯˜L+ i ¯˜Lσi∂mL˜)V im
− i
√
2(L¯σiL˜λ¯iA − ¯˜LσiLλiA) + ¯˜LσiL˜Di
]
+
g′
2
YL
[
(L¯σ¯mL− iL˜∂m ¯˜L+ i ¯˜L∂mL˜)Vm
− i
√
2(L¯L˜λ¯B − ¯˜LLλB) + ¯˜LL˜D
]
+
1
4
[(g2V imV
im + Y 2Lg
′2V mVm)
¯˜LL˜+ 2YLgg
′V imV
m(¯˜LσiL˜)] . (168)
e para os Rˆ de maneira ana´loga, encontraremos
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∫
d4θ ˆ¯R exp[2(
g′
2
YRvˆ)]Rˆ
= |FR|2 − |∂µR˜|2 − iRσm∂mR¯
+
g′
2
YR
[
(R¯σ¯mR− iR˜∂m ¯˜R + i ¯˜R∂mR˜)Vm
− i
√
2(R¯R˜λ¯B − ¯˜RRλB) + ¯˜RR˜D
]
+
1
4
[Y 2Rg
′2V mVm
¯˜RR˜] . (169)
E. Termos dos Higgs.
Para os Hˆ1 obteremos
∫
d4θ ˆ¯H1 exp[2(g
σi
2
Vˆ i +
g′
2
YH1 vˆ)]Hˆ1
= |F1|2 − |∂mH1|2 − iH˜1σm∂m ¯˜H1
+
g
2
[
( ¯˜H1σ¯
mσiH˜1 − iH1σi∂mH¯1 + iH¯1σi∂mH1)V im
− i
√
2( ¯˜H1σ
iH1λ¯
i
A − H¯1σiH˜1λiA) + H¯1σiH1Di
]
+
g′
2
YH1
[
( ¯˜H1σ¯
mH˜1 − iH1∂mH¯1 + iH¯1∂mH1)Vm
− i
√
2( ¯˜H1H1λ¯B − H¯1H˜1λB) + H¯1H1D
]
+
1
4
[(g2V imV
im + Y 2H1g
′2V mVm)H¯1H1 + 2YH1gg
′V imV
m(H¯1σ
iH1)] ,
(170)
ja´ para os Hˆ2 teremos
∫
d4θ ˆ¯H2 exp[2(g
σi
2
Vˆ i +
g′
2
YH2 vˆ)]Hˆ2
= |F2|2 − |∂mH2|2 − iH˜2σm∂m ¯˜H2
+
g
2
[
( ¯˜H2σ¯
mσiH˜2 − iH2σi∂mH¯2 + iH¯2σi∂mH2)V im
− i
√
2( ¯˜H2σ
iH2λ¯
i
A − H¯2σiH˜2λiA) + H¯2σiH2Di
]
+
g′
2
YH2
[
( ¯˜H2σ¯
mH˜2 − iH2∂mH¯2 + iH¯2∂mH2)Vm
− i
√
2( ¯˜H2H2λ¯B − H¯2H˜2λB) + H¯2H2D
]
56
+
1
4
[(g2V imV
im + Y 2H2g
′2V mVm)H¯2H2 + 2YH2gg
′V imV
m(H¯2σ
iH2)] .
(171)
XIV. AS COMPONENTES DO SUPERPOTENCIAL.
A expansa˜o em componentes de W , de acordo com a Eq.(111), e´ a seguinte
∫
d4θ W =
∫
d4θ
{
µ εijHˆ
i
1Hˆ
j
2 + f εijHˆ
i
1Lˆ
jRˆ + h.c.
}
= µεij
[
H i1F
j
2 + F
i
1H
j
2 − H˜ i1H˜j2
]
+ fεij
[
F i1L˜
jR˜ +H i1F
j
LR˜ +H
i
1L˜
jFR
−H˜ i1LjR˜−H i1LjR− RH˜ i1L˜j
]
+ h.c.
= LF + LllH + LH1 + Ll˜lH˜ . (172)
Onde
LllH = −fεij(H i1LjR + H¯1L¯jR¯) ,
Ll˜lH˜ = −fεij(H˜ i1LjR˜ +RH˜ i1L˜j + ˜¯H1L¯j ˜¯R + R¯ ˜¯H
i
1
˜¯L
j
) ,
LH1 = −µεij
[
H˜ i1H˜
j
2 +
¯˜H
i
1
¯˜H
j
2
]
, (173)
a parte dos termos F analisaremos mais adiante.
Usando Eqs.(135), (136) e (142) encontraremos
LllH = −fǫij
(
H i1L
jR + h.c.
)
= −f(eLe∗RH01 + e∗LeRH¯01 − νLe∗RH−1 − ν∗LeRH¯−1 ) , (174)
usando Eqs.(158) e (159) podemos escrever a equac¸a˜o acima em termos dos espinores de
quatro componentes da seguinte maneira
LllH = fΨ¯(e)LΨ(e)H01 + fΨ¯(e)RΨ(e)H¯01 − fΨ¯(e)RΨ(ν)H−1 − fΨ¯(ν)LΨ(e)H¯−1 .
(175)
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De maneira ana´loga poderemos escrever Ll˜lH da seguinte maneira
Ll˜lH˜ = −fǫij
(
H˜ i1L
jR˜ + H˜ i1L˜
jR + h.c.
)
= −f
(
H˜11L
2R˜− H˜21L1R˜ + H˜11 L˜2R− H˜21 L˜1R + h.c.
)
= −f
[
(ψ1H1eL − ψ2H1ν)e˜∗R + (ψ¯1H1e∗L − ψ¯2H1ν∗)e˜R + ψ1H1e∗Re˜L − ψ2H1e∗Rν˜
+ ψ¯1H1eRe˜
∗
L − ψ¯2H1eRν˜∗
]
= f
[ ¯˜Hn1RΨ(e)e˜∗R − ¯˜HRΨ(ν)e˜∗R + Ψ¯(e)LH˜n1 e˜R − Ψ¯(ν)LH˜e˜R
+ Ψ¯(e)RH˜n1 e˜L − Ψ¯(e)RH˜cν˜ + ¯˜H
n
1LΨ(e)e˜
∗
L − ¯˜H
c
LΨ(e)ν˜∗
]
. (176)
Analisando a parte contendo os dois Higgs, acharemos
LH1 = −µεij
[
H˜ i1H˜
j
2 +
¯˜H
i
1
¯˜H
j
2
]
= −µ
[
H˜11H˜
2
2 − H˜21H˜12 + ¯˜H
1
1
¯˜H
2
2 − ¯˜H
2
1
¯˜H
1
2
]
= µ
[
ψ2H1ψ
1
H2
+ ψ¯2H1ψ¯
1
H2
− ψ1H1ψ2H2 − ψ¯1H1ψ¯2H2
]
= µ ¯˜HH˜ − µ
2
¯˜H
n
1H˜
n
2 −
µ
2
¯˜H
n
2H˜
n
1 , (177)
XV. EXPANSA˜O EM COMPONENTES DE LGMT .
Nesta parte vamos abrir em componentes LGMT , da Eq.(115), e usando as definic¸o˜es dos
estados f´ısicos Eq.(148) e os espinores de quatro componentes Eq.(155) podemos escrever
−1
2
M
(
λ1Aλ
1
A + λ¯
1
Aλ¯
1
A
)
− 1
2
M
(
λ2Aλ
2
A + λ¯
2
Aλ¯
2
A
)
= −M
(
λ−λ+ + λ¯−λ¯+
)
=MW˜
¯˜WW˜ , (178)
onde MW˜ ≡M . Semelhantemente para as outras componentes e usando as Eqs.(148), (150)
e (151) para os termos que faltam teremos
−1
2
M
(
λ3Aλ
3
A + λ¯
3
Aλ¯
3
A
)
− 1
2
M ′
(
λBλB + λ¯Bλ¯B
)
= −1
2
(
M sin2 θw +M
′ cos2 θw
) (
λγλγ + λ¯γλ¯γ
)
58
− 1
2
(
M cos2 θw +M
′ sin2 θw
) (
λZλZ + λ¯Zλ¯Z
)
− 1
2
(M −M ′) sin 2θw
(
λγλZ + λ¯γλ¯Z
)
=
1
2
(
M sin2 θw +M
′ cos2 θw
) ¯˜AA˜+ 1
2
(
M cos2 θw +M
′ sin2 θw
) ¯˜ZZ˜
+
1
2
(M −M ′) sin 2θw ¯˜AZ˜
=
1
2
MA˜
¯˜AA˜+
1
2
MZ˜
¯˜ZZ˜ +
1
2
(MZ˜ −MA˜) tan 2θw ¯˜AZ˜ , (179)
onde introduz´ımos a seguinte notac¸a˜o simplificadora
MA˜ = M
′ cos2 θw +M sin
2 θw ,
MZ˜ = M
′ sin2 θw +M cos
2 θw . (180)
Assim LGMT tem a seguinte expansa˜o em termos de componentes
LGMT = MW˜ ¯˜WW˜ +
1
2
MA˜
¯˜AA˜+
1
2
MZ˜
¯˜ZZ˜ +
1
2
(MZ˜ −MA˜) tan 2θw ¯˜AZ˜ .
(181)
XVI. EXPANSA˜O EM COMPONENTES DE LGAUGE.
A parte cine´tica dos bo´sons de gauge, que e´ dada por LGauge, conte´m termos prove-
nientes do grupo SU(2) e U(1), e toma a seguinte forma, conforme visto na sec¸a˜o 6.3, em
componentes
LGauge = 1
4
∫
d4θ
[
Wi αW
i
α +WαWα
]
+ h.c.
= −i λ¯iAσ¯m
(
∂mλ
i
A − gεijkV jmλk
)
− i λ¯Bσ¯m∂mλB
− 1
4
(
V i mnV imn + V
mnVmn
)
+
1
2
(
DiDi +DD
)
+ h.c. .
(182)
Desta lalgrangeana obtemos a parte cine´tica do bo´son de gauge, a terceira linha dada por
LV kin = −1
4
(
V i mnV imn + V
mnVmn
)
(183)
que e´ a mesma do SM.
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A. Termo Cine´tico do Gaugino.
Da primeira linha da Eq.(182) a parte cine´tica do gaugino e´ dada por
−iλ¯iAσ¯mDmλiA − iλ¯Bσ¯m∂mλB
= −iλ¯iAσ¯m∂mλiA − iλ¯Bσ¯m∂mλB + ig εijkλ¯iAσ¯mV jmλiA
= LV˜ kin + LV˜ V˜ V . (184)
Podemos escrever LV˜ kin, usando Eq.(148), da seguinte maneira
LV˜ kin = −iλ¯iAσ¯m∂mλiA − iλ¯Bσ¯m∂mλB
= iλiAσ
m∂mλ¯
i
A + iλBσ
m∂mλ¯B
= i(λ+σm∂mλ¯
+ + λ−σm∂mλ¯
− + λZσ
m∂mλ¯Z + λγσ
m∂mλ¯γ) .
(185)
Para o u´ltimo termo da Eq.(184) temos
LV˜ V˜ V = ig εijkλ¯iAσ¯mV jmλiA
= ig(λ¯1Aσ¯
mV 2m − λ¯2Aσ¯mV 1m)λ3A + ig(λ¯2Aσ¯mλ1A − λ¯1Aσ¯mλ2A)V 3m
+ igλ¯3Aσ¯
m(λ2AV
1
m − λ1AV 2m) .
(186)
Vamos analisar cada termo da Eq.(186) em separado. Os resultados em termos dos
campos f´ısicos, usando as Eqs.(147) e (148), sa˜o
i(λ1AV
2
m − λ2AV 1m) = λ+W−m − λ−W+m
i(λ¯1AV
2
m − λ¯2AV 1m) = λ¯+W+m − λ¯−W−m
i(λ¯1Aλ
2
A − λ¯2Aλ1A) = λ¯−λ− − λ¯+λ+ . (187)
Com isto podemos escrever nossa lagrangiana da seguinte maneira
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LV˜ V˜ V = g(λ¯+W+m − λ¯−W−m)σ¯m(λγ sin θW + λZ cos θw)
− g(λ¯−λ− − λ¯+λ+)σ¯m(Am sin θW + Zm cos θw)
− g(λ¯γ sin θW + λ¯Z cos θw)σ¯m(λ+W−m − λ−W+m)
= g cos θw
[(
λ¯Zσ¯
mλ− − λ¯+σ¯mλZ
)
W+m −
(
λ¯Zσ¯
mλ+ + λ¯−σ¯mλZ
)
W−m
−
(
λ¯+σ¯mλ+ − λ¯−σ¯mλ−
)
Zm
]
+ e
[(
λ¯Aσ¯
mλ− − λ¯+σ¯mλA
)
W+m +
(
λ¯Aσ¯
mλ+ − λ¯−σ¯mλA
)
W−m
−
(
λ¯+σ¯mλ+ − λ¯−σ¯mλ−
)
Am
]
, (188)
que colocando na notac¸a˜o de quatro componentes Eqs.(150), (151) e (155), obteremos final-
mente
LV˜ V˜ V = −e( ¯˜AγmW˜W−m − ¯˜WγmA˜W+m − ¯˜WγmW˜Am)
− g cos θW ( ¯˜ZγmW˜W−m − ¯˜WγmZ˜W+m − ¯˜WγmW˜Zm) . (189)
XVII. INTERAC¸A˜O LE´PTON LE´PTON BO´SON DE GAUGE
Estas interac¸o˜es resultam dos seguintes termos
LllV ∋
∫
d4θ
{
ˆ¯L exp
[
2
(
g
σi
2
Vˆ i +
g′
2
YLvˆ
)]
Lˆ+ ˆ¯R exp
[
2
(
g′
2
YRvˆ
)]
Rˆ
}
=
g
2
(L¯σ¯mσiL)V im +
g′
2
YLL¯σ¯
mLVm +
g′
2
YRR¯σ¯
mRVm
= LcarregadallV + LneutrallV . (190)
A parte carregada e´ escrita usando Eq.(147) da seguinte maneira
LcarregadallV =
g
2
[
L¯σ¯m(σ1V 1m + σ
2V 2m)L
]
=
g√
2
L¯σ¯m

 O W
+
m
W−m 0

L . (191)
Abrindo em componentes Eq.(130) teremos
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LcarregadallV =
g√
2
(ν∗σ¯meLW
+
m + e
∗
Lσ¯
mνW−m) , (192)
usando os espinores de quatro componentes Eqs.(158) e (159), a lagrangiana acima pode ser
escrita da seguinte maneira
LcarregadallV =
−g√
2
(Ψ¯(ν)γmRΨ(e)W+m + Ψ¯(e)γ
mRΨ(ν)W−m) . (193)
Agora vamos analisar a parte neutra analogamente ao que foi feito na parte carregada
obteremos
LneutrallV =
g
2
[
L¯(σ¯mσ3V 3m)L
]
+
g′
2
YLL¯σ¯
mLVm +
g′
2
YRR¯σ¯
mRVm
= eQeL¯σ¯
mLAm + eQeR¯σ¯
mRAm
+
g
cos θw
(
T 3 cos2 θW − YL
2
sin2 θW
)
L¯σ¯mLZm
− g
cos θw
Qe sin
2 θW R¯σ¯
mRZm
= −eQeΨ¯(e)γmΨ(e)Am − g
cos θw
T 3ν Ψ¯(ν)γ
mΨ(ν)Zm
− g
cos θw
[(T 3e −Qe sin2 θW )Ψ¯(e)γmRΨ(e) +Qe sin2 θW Ψ¯(e)γmLΨ(e)]Zm .
(194)
Dessa maneira obtemos
LllV = −g√
2
(Ψ¯(ν)γmRΨ(e)W+m + Ψ¯(e)γ
mRΨ(ν)W−m)
− eQeΨ¯(e)γmΨ(e)Am − g
cos θw
T 3ν Ψ¯(ν)γ
mΨ(ν)Zm
− g
cos θw
[(T 3e −Qe sin2 θW )Ψ¯(e)γmRΨ(e) +Qe sin2 θW Ψ¯(e)γmLΨ(e)]Zm .
(195)
XVIII. INTERAC¸A˜O HIGGSINO HIGGSINO BO´SON VETORIAL
A interac¸a˜o entre estas part´ıculas vem do seguinte termo
LH˜H˜V ∋
∫
d4θ
{
ˆ¯H1 exp
[
2
(
g
σi
2
Vˆ i +
g′
2
YH1 vˆ
)]
Hˆ1 +
ˆ¯H2 exp
[
2
(
g
σi
2
Vˆ i +
g′
2
YH2 vˆ
)]
Hˆ2
}
62
=
g
2
¯˜H1σ¯
mσiH˜1V
i
m +
g′
2
YH1
¯˜H1σ¯
mH˜1Vm
+
g
2
¯˜H2σ¯
mσiH˜2V
i
m +
g′
2
YH2
¯˜H2σ¯
mH˜2Vm
= L1H˜H˜V + L2H˜H˜V . (196)
Vamos analisar primeiro o termo com H˜1 e usando Eqs.(147) e (149), teremos
L1
H˜H˜V
=
g
2
¯˜H1σ¯
mσiH˜1V
i
m +
g′
2
YH1
¯˜H1σ¯
mH˜1Vm
=
g√
2
¯˜H1σ¯
m

 O W
+
m
W−m 0

 H˜1 + eQH1 ¯˜H1σ¯mH˜1Am
− g
cos θw
(QH1 sin θw − T 3)σ¯mH˜1Zm , (197)
que abrindo em componentes com Eq.(142) pode ser colocada da seguinte maneira
L1
H˜H˜V
=
g
2 cos θw
ψ¯1H1 σ¯
mψ1H1 Zm − eψ¯2H1σ¯mψ2H1Am
+
g√
2
ψ¯1H1 σ¯
mψ2H1 W
+
m +
g√
2
ψ¯2H1 σ¯
mψ1H1 W
−
m
− g
2 cos θw
(
1− 2 sin2 θw
)
ψ¯2H1 σ¯
mψ2H1 Zm , (198)
usando os espinores de quatro componentes, Eqs.(152) e (156) teremos
L1H˜H˜V = −
g
4 cos θw
¯˜H
n
1γ
mγ5H˜
n
1 Zm − e ¯˜HγmLH˜Am
+
g√
2
¯˜HγmLH˜n1 W
+
m −
g√
2
¯˜H
n
1γ
mLH˜ W−m
+
g
2 cos θw
(
1− 2 sin2 θw
) ¯˜HγmLH˜ Zm . (199)
Ja´ para o termo com H˜2 de maneira ana´loga ao feito acima obteremos
L2H˜H˜V =
g
2
¯˜H2σ¯
mσiH˜2V
i
m +
g′
2
YH2
¯˜H2σ¯
mH˜2Vm
=
g√
2
¯˜H2σ¯
m

 O W
+
m
W−m 0

 H˜2 + eQH2 ¯˜H2σ¯mH˜2Am
− g
cos θw
(QH2 sin θw − T 3)σ¯mH˜2Zm , (200)
que em componentes, Eq.(143), torna-se
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L2H˜H˜V =
−g
2 cos θw
ψ¯2H2 σ¯
mψ2H2Zm + eψ¯
1
H2σ¯
mψ1H2Am
+
g√
2
ψ¯1H2 σ¯
mψ2H2 W
+
m +
g√
2
ψ¯2H2 σ¯
mψ1H2 W
−
m
+
g
2 cos θw
(
1− 2 sin2 θw
)
ψ¯1H2 σ¯
mψ1H2 Zm , (201)
podemos escrever a lagrangiana acima em termos de espinores de quatro componentes
Eqs.(153) e (156) da seguinte maneira
L2
H˜H˜V
=
g
4 cos θw
¯˜H
n
2γ
mγ5H˜
n
2 Zm − e ¯˜HγmRH˜Am
− g√
2
¯˜HγmRH˜n2 W
+
m −
g√
2
¯˜H
n
2γ
mRH˜ W−m
− g
2 cos θw
(
1− 2 sin2 θw
) ¯˜HγmRH˜ Zm . (202)
Juntando os dois termos obteremos
LH˜H˜V = −
g
4 cos θw
¯˜H
n
1γ
mγ5H˜
n
1 Zm − e ¯˜HγmLH˜Am
+
g√
2
¯˜HγmLH˜n1 W
+
m −
g√
2
¯˜H
n
1γ
mLH˜ W−m
+
g
2 cos θw
(
1− 2 sin2 θw
) ¯˜HγmLH˜ Zm
+
g
4 cos θw
¯˜H
n
2γ
mγ5H˜
n
2 Zm − e ¯˜HγmRH˜Am
− g√
2
¯˜HγmRH˜n2 W
+
m −
g√
2
¯˜H
n
2γ
mRH˜ W−m
− g
2 cos θw
(
1− 2 sin2 θw
) ¯˜HγmRH˜ Zm . (203)
XIX. INTERAC¸A˜O SLE´PTON LE´PTON GAUGINO.
A interac¸a˜o l˜lV˜ vem de dois termos, que escreveremos da seguinte maneira
Ll˜lV˜ ∋
∫
d4θ
{
ˆ¯L exp
[
2
(
g
σi
2
Vˆ i +
g′
2
YLvˆ
)]
Lˆ+ ˆ¯R exp
[
2
(
g′
2
YRvˆ
)]
Rˆ
}
= L1
l˜lV˜
+ L2
l˜lV˜
(204)
O primeiro termo e´ dado por
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L1
l˜lV˜
=
√
2i ¯˜L
(
gT iλiA +
YL
2
g′λB
)
L−
√
2i L¯
(
gT iλ¯iA +
YL
2
g′λ¯B
)
L˜
= ig
( ¯˜LT+ Lλ+ − λ¯+L¯T− L˜)+ ig ( ¯˜LT− Lλ− − λ¯−L¯T+ L˜)
+
√
2ieQi
(
¯˜L
i
Liλγ − λ¯γL¯i L˜i
)
+
√
2ig
cos θw
(
T 3i −Qi sin2 θw
)( ¯˜Li LiλZ − λ¯ZL¯i L˜i
)
= ig(ν˜∗eLλ
+ − λ¯+e∗Lν˜) + ig(e˜∗Lνλ− − λ¯−ν∗e˜L)
− i
√
2e(e˜∗LeLλγ − λ¯γe∗Le˜L)
+
ig√
2 cos θW
(ν˜∗νλZ − λ¯Zν∗ν˜)
− ig√
2 cos θW
(1− 2 sin2 θW ) (e˜∗LeLλZ − λ¯Ze∗Le˜L)
= g( ¯˜W
c
RΨ(e)ν˜∗ + Ψ¯(e)LW˜ cν˜) + g( ¯˜WRΨ(ν)e˜∗L + Ψ¯(ν)LW˜ e˜L)
−
√
2e( ¯˜ARΨ(e)e˜∗L + Ψ¯(e)LA˜e˜L)
+
g√
2 cos θW
( ¯˜ZRΨ(ν)ν˜∗ + Ψ¯(ν)LZ˜ν˜)
− g√
2 cos θW
(1− 2 sin2 θW ) ( ¯˜ZRΨ(e)e˜∗L − Ψ¯(e)LZ˜e˜L) . (205)
O termo correspondente ao le´pton de ma˜o direita e´ escrito da seguinte maneira
L2
l˜lV˜
=
√
2i ¯˜R
(
g′
YR
2
λB
)
R−
√
2i R¯
(
g′
YR
2
λ¯B
)
R˜
=
√
2ig′ ¯˜R (λγ cos θw − λZ sin θw)R
−
√
2ig′ R¯
(
λ¯γ cos θw − λ¯Z sin θw
)
R˜
= ig′
√
2(e∗Rλγ e˜R cos θw − e∗RλZ e˜R sin θw)− ig′
√
2(eRλ¯γ e˜
∗
R cos θw − eRλ¯Z e˜∗R sin θw)
=
√
2e(Ψ¯(e)RA˜e˜R +
¯˜ALΨ(e)e˜∗R)
− g sin
2 θW
cos θw
(Ψ¯(e)RZ˜e˜R +
¯˜ZLΨ(e)e˜∗R) . (206)
Logo a interac¸a˜o sle´pton le´pton gaugino e´ dada por
Ll˜lV˜ = g(
¯˜W
c
RΨ(e)ν˜∗ + Ψ¯(e)LW˜ cν˜) + g( ¯˜WRΨ(ν)e˜∗L + Ψ¯(ν)LW˜ e˜L)
−
√
2e( ¯˜ARΨ(e)e˜∗L + Ψ¯(e)LA˜e˜L)
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+
g√
2 cos θW
( ¯˜ZRΨ(ν)ν˜∗ + Ψ¯(ν)LZ˜ν˜)
− g√
2 cos θW
(1− 2 sin2 θW ) ( ¯˜ZRΨ(e)e˜∗L − Ψ¯(e)LZ˜e˜L)
+
√
2e(Ψ¯(e)RA˜e˜R +
¯˜ALΨ(e)e˜∗R)
− g sin
2 θW
cos θw
(Ψ¯(e)RZ˜e˜R +
¯˜ZLΨ(e)e˜∗R) . (207)
XX. INTERAC¸A˜O SLE´PTON SLE´PTON BO´SON DE GAUGE
Neste caso as interac¸o˜es sa˜o as seguintes
Ll˜l˜V ∋
∫
d4θ
{
ˆ¯L exp
[
2
(
g
σi
2
Vˆ i +
g′
2
YLvˆ
)]
Lˆ+ ˆ¯R exp
[
2
(
g′
2
YRvˆ
)]
Rˆ
}
=
ig
2
¯˜Lσi∂mL˜V im −
ig
2
L˜σi∂m ¯˜LV im −
ig′
2
YLL˜∂
m ¯˜LVm
+
ig′
2
YL
¯˜L∂mL˜Vm +
ig′
2
YR
¯˜R∂mR˜Vm − ig
′
2
YRR˜∂
m ¯˜RVm
= Lcarregada
l˜l˜V
+ Lneutra
l˜l˜V
. (208)
Primeiro vamos analisar a parte carregada que pode ser escrita da seguinte maneira
Lcarregada
l˜l˜V
=
ig
2
[ ¯˜L(σ1V 1m + σ2V 2m)∂mL˜− L˜(σ1V 1m + σ2V 2m)∂m ¯˜L]
=
ig√
2
¯˜L

 O W
+
m
W−m 0

 ↔∂m L˜
=
ig√
2
(ν˜∗
↔
∂
m
e˜LW
+
m + e˜
∗
L
↔
∂
m
ν˜W−m) , (209)
com o seguinte operador da teoria quaˆntica de campos
Φ¯
↔
∂ Φ = Φ¯∂Φ − Φ∂Φ¯ . (210)
Com relac¸a˜o a parte neutra encontraremos
Lneutra
l˜l˜V
=
ig
2
[ ¯˜Lσ3V 3m∂mL˜− L˜σ3V 3m∂m ¯˜L]+ ig
′
2
YL
¯˜L∂mL˜Vm − ig
′
2
YLL˜∂
m ¯˜LVm
+
ig′
2
YR
¯˜R∂mR˜Vm − ig
′
2
YRR˜∂
m ¯˜RVm
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= ieQe(e˜
∗
L
↔
∂
m
e˜L + e˜
∗
R
↔
∂
m
e˜R)Am +
ig
cos θw
[(T 3e −Qe sin2 θW )e˜∗L
↔
∂
m
e˜L
− Qe sin2 θW e˜∗R
↔
∂
m
e˜R]Zm .
(211)
Portanto a interac¸a˜o completa e´ a seguinte
Ll˜l˜V =
ig√
2
(ν˜∗
↔
∂
m
e˜LW
+
m + e˜
∗
L
↔
∂
m
ν˜W−m)
+ ieQe(e˜
∗
L
↔
∂
m
e˜L + e˜
∗
R
↔
∂
m
e˜R)Am +
ig
cos θw
[(T 3e −Qe sin2 θW )e˜∗L
↔
∂
m
e˜L
− Qe sin2 θW e˜∗R
↔
∂
m
e˜R]Zm .
(212)
XXI. INTERAC¸A˜O BO´SON DE GAUGE BO´SON HIGGS BO´SONS HIGGS
A lagrangiana de interac¸a˜o envolvendo estas part´ıculas e´ a seguinte
LV HH ∋
∫
d4θ
{
ˆ¯H1 exp
[
2
(
g
σi
2
Vˆ i +
g′
2
YH1 vˆ
)]
Hˆ1 +
ˆ¯H2 exp
[
2
(
g
σi
2
Vˆ i +
g′
2
YH2 vˆ
)]
Hˆ2
}
=
−ig
2
H1σ
i∂mH¯1V
i
m +
ig
2
H¯1σ
i∂mH1V
i
m
− ig
′
2
YH1H1∂
mH¯1Vm +
ig′
2
YH1H¯1∂
mH1Vm
− ig
2
H2σ
i∂mH¯2V
i
m +
ig
2
H¯2σ
i∂mH2V
i
m
− ig
′
2
YH2H2∂
mH¯2Vm +
ig′
2
YH2H¯2∂
mH2Vm
= LcarregadaV HH + LneutraV HH . (213)
Podemos escrever a parte carregada da seguinte maneira
LcarregadaV HH =
−ig
2
[
H1(σ
1V 1m + σ
2V 2m)∂
mH¯1
]
+
ig
2
[
H¯1(σ
1V 1m + σ
2V 2m)∂
mH1
]
− ig
2
[
H2(σ
1V 1m + σ
2V 2m)∂
mH¯2
]
+
ig
2
[
H¯2(σ
1V 1m + σ
2V 2m)∂
mH2
]
=
ig√
2
[H¯1
↔
∂
m
H1 + H¯2
↔
∂
m
H2]

 O W
+
m
W−m 0


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=
−ig√
2
[
H1∗1
↔
∂
m
H21W
+
m +H
2∗
1
↔
∂
m
H11W
−
m
+ H1∗2
↔
∂
m
H22W
+
m +H
2∗
2
↔
∂
m
H12W
−
m
]
. (214)
Ja´ para a parte neutra encontraremos
LneutraV HH =
−ig
2
H1σ
3V 3m∂
mH¯1 +
ig
2
H¯1σ
3V 3m∂
mH1
− ig
′
2
YH1H1∂
mH¯1Vm +
ig′
2
YH1H¯1∂
mH1Vm
− ig
2
H2σ
3V 3m∂
mH¯2 +
ig
2
H¯2σ
3V 3m∂
mH2
− −ig
′
2
YH2H2∂
mH¯2Vm +
ig′
2
YH2H¯2∂
mH2Vm
=
ig
2
[H¯1
↔
∂
m
H1 + H¯2
↔
∂
m
H2]σ
3V 3m
+
ig′
2
YH1H¯1
↔
∂
m
H1Vm +
ig′
2
YH2H¯2
↔
∂
m
H2Vm
= −ie(H2∗1
↔
∂
m
H21 −H1∗2
↔
∂
m
H12 )Am
+
ig
2 cos θw
[
(H2∗2
↔
∂
m
H22 −H1∗1
↔
∂
m
H11 )
+ (2 sin2 θW − 1)(H2∗1
↔
∂
m
H21 −H1∗2
↔
∂
m
H12 )
]
Zm . (215)
Logo a lagrangiana completa de interac¸a˜o e´
LV HH = −ig√
2
[
H1∗1
↔
∂
m
H21W
+
m +H
2∗
1
↔
∂
m
H11W
−
m
+ H1∗2
↔
∂
m
H22W
+
m +H
2∗
2
↔
∂
m
H12W
−
m
]
− ie(H2∗1
↔
∂
m
H21 −H1∗2
↔
∂
m
H12 )Am
+
ig
2 cos θw
[
(H2∗2
↔
∂
m
H22 −H1∗1
↔
∂
m
H11 )
+ (2 sin2 θW − 1)(H2∗1
↔
∂
m
H21 −H1∗2
↔
∂
m
H12 )
]
Zm . (216)
Onde
↔
∂ esta´ dada pela Eq.(210).
XXII. INTERAC¸A˜O BO´SON HIGGS HIGGSINO GAUGINO
As interac¸o˜es deste setor proveˆm dos seguintes termos
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LHH˜V˜ ∋
∫
d4θ
{
ˆ¯H1 exp
[
2
(
g
σi
2
Vˆ i +
g′
2
YH1 vˆ
)]
Hˆ1 +
ˆ¯H2 exp
[
2
(
g
σi
2
Vˆ i +
g′
2
YH2 vˆ
)]
Hˆ2
}
=
−ig√
2
( ¯˜H1σ
iH1λ¯
i
A − H¯1σiH˜1λiA)−
ig′√
2
YH1(
¯˜H1H1λ¯B − H¯1H˜1λB)
− ig√
2
( ¯˜H2σ
iH2λ¯
i
A − H¯2σiH˜2λiA)−
ig′√
2
YH2(
¯˜H2H2λ¯B − H¯2H˜2λB)
= Lcarregada
HH˜V˜
+ LneutraHH˜V˜ . (217)
Onde a parte carregada e´ a seguinte
Lcarregada
HH˜V˜
=
−ig
2
[ ¯˜H1(σ1λ¯1A + σ2λ¯2A)H1 − H¯1(σ1λ1A + σ2λ2A)H˜1]
− ig
2
[ ¯˜H2(σ1λ¯1A + σ2λ¯2A)H2 − H¯2(σ1λ1A + σ2λ2A)H˜2]
= g
[
H1∗1 λ
+ψ2H1 +H
2∗
1 λ
−ψ1H1
+ H2∗2 λ
−ψ1H2 +H
1∗
2 λ
+ψ2H2 + h.c.
]
= ig
[
H1∗1
¯˜HRW˜ +H2∗1
¯˜WRH˜n1
+ H2∗2
¯˜WRH˜ +H1∗2
¯˜H
n
2RW˜ + h.c.
]
. (218)
Agora vamos analisar a parte neutra que e´
Lneutra
HH˜V˜
=
−ig√
2
( ¯˜H1σ
3λ¯3AH1 − H¯1σ3λ3AH˜1)−
ig√
2
( ¯˜H2σ
3λ¯3AH2 − H¯2σ3λ3AH˜2)
− ig
′
2
YH1(
¯˜H1λ¯BH1 − H¯1λBH˜1)− ig
′
2
YH2(
¯˜H2λ¯BH2 − H¯2λBH˜2)
=
1√
2
[
e(H1∗2
¯˜ARH˜ −H2∗1 ¯˜HRA˜)
+
g
2 cos θw
(
H1∗1
¯˜H
n
1RZ˜ −H2∗2 ¯˜ZRH˜n2 + (1− 2 sin2 θW )(H1∗2 ¯˜ZRH˜ −H2∗1 ¯˜HRZ˜) + h.c.
]
.
(219)
Ou seja obtemos
LneutraHH˜V˜ = g
[
H1∗1
¯˜HRW˜ +H2∗1
¯˜WRH˜n1
+ H2∗2
¯˜WRH˜ +H1∗2
¯˜H
n
2RW˜ + h.c.
]
+
1√
2
[
e(H1∗2
¯˜ARH˜ −H2∗1 ¯˜HRA˜)
+
g
2 cos θw
(
H1∗1
¯˜H
n
1RZ˜ −H2∗2 ¯˜ZRH˜n2 + (1− 2 sin2 θW )(H1∗2 ¯˜ZRH˜ −H2∗1 ¯˜HRZ˜) + h.c.
]
.
(220)
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XXIII. OS CAMPOS AUXILIARES.
Nesta sec¸a˜o iremos mostrar como eliminar os campos auxiliares da Tab.IV. Se no´s
apanhamos todos os termos F e D das Eqs.(130), (131), (135), (136), (140), (141), (145),
(146), (168),(169),(170), (171) e (172) teremos
LAux = LAux−F + LAux−D , (221)
com
LAux−F = F¯LFL + F¯RFR + F¯1F1 + F¯2F2
+ µ εij
[
H i1F
j
2 + H¯
i
1F¯
j
2 + F
i
1H
j
2 + F¯
i
1H¯
j
2
]
+ f εij
[
F i1L˜
jR˜ + F¯ i1
˜¯L
j ˜¯R +H i1F
j
LR˜ + H¯
i
1F¯
j
L
˜¯R
+H i1L˜
jFR + H¯
i
1
˜¯L
j
FR¯
]
, (222)
e
LAux−D = 1
2
(
DiDi +DD
)
+ ˜¯L
(
gT iDi − 1
2
g′D
)
L˜+ ˜¯Rg′DR˜
+ H¯1
(
gT iDi − 1
2
g′D
)
H1 + H¯2
(
gT iDi +
1
2
g′D
)
H2 .
(223)
Aplicando a equac¸a˜o simplificada vista na sec¸a˜o 6.1, obtemos as seguintes relac¸o˜es para
os campos auxiliares
F¯ jL = −f εijH i1R˜ ,
F¯R = −f εijH i1L˜j ,
F¯ i1 = −µ εijHj2 − f εijL˜jR˜ ,
F¯ j2 = −µ εijH i1 , (224)
e
70
Di = −g
[
˜¯LT iL˜+ H¯1T
iH1 + H¯2T
iH2
]
,
D =
g′
2
˜¯LL˜− g′ ˜¯RR˜ + g
′
2
H¯1H1 − g
′
2
H¯2H2 . (225)
A. Eliminac¸a˜o do Campo Auxiliar F .
Com as Eqs.(224) temos
LAux−F =
(
−fεij H i1R˜
) (
−fεkj H¯k1 ˜¯R
)
+
(
−fεij H i1L˜j
) (
−fεkl H¯k1 ˜¯L
l
)
+
(
−µεij Hj2 − fεijL˜jR˜
)(
−µεik H¯k2 − fεik ˜¯L
k ˜¯R
)
+
(
−µεij H i1
) (
−µεkj H¯k1
)
+ µ εij H i1
(
−µεkj H¯k1
)
+ µ εij H¯ i1
(
−µεkj Hk1
)
+ µ εij
(
−µεik H¯k2 − fεik ˜¯L
k ˜¯R
)
Hj2
+ µ εij
(
−µεikHk2 − fεikL˜kR˜
)
H¯j2
+ f εij
(
−µεik H¯k2 − fεik ˜¯L
k ˜¯R
)
L˜jR˜
+ f εij
(
−µεikHk2 − fεikL˜kR˜
)
˜¯L
j ˜¯R
+ f εij H i1
(
−fεkj H¯k1 ˜¯R
)
R˜ + f εij H¯ i1
(
−fεkjHk1 R˜
)
˜¯R
+ f εij H i1L˜
j
(
−fεkl H¯k1 ˜¯L
l
)
+ f εij H¯ i1
˜¯L
j (−fεklHk1 L˜l)
= −µ2 H¯1H1 − µ2 H¯2H2 − µf
[
H¯2L˜ R˜ +
˜¯LH2
˜¯R
]
− f 2
[
˜¯LL˜ ˜¯RR˜ + H¯1H1
(
˜¯LL˜+ ˜¯RR˜
)
− H¯1L˜
(
H¯1L˜
)† ]
. (226)
Na u´ltima passagem usamos as seguintes relac¸o˜es:
εijεkj = δik ,
εijεkl = δikδjl − δilδjk .
B. Campos Auxiliares D.
Vamos reescrever LAux−D, introduzindo as seguintes abreviac¸o˜es tempora´rias
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A = ˜¯LT iL˜ ,
B = H¯1T
iH1 ,
C = H¯2T
iH2 ,
D =
YL
2
˜¯LL˜ ,
E =
YR
2
˜¯RR˜ ,
F =
YH1
2
H¯1H1 ,
G =
YH2
2
H¯2H2 .
Onde ı´ndece de SU(2) “i” foi suprimido por convenieˆncia.
Com estas abreviac¸o˜es Eqs.(225) adquirem a seguinte forma
Di = −g [A+B + C] ,
D = g′ [D + E + F +G] .
Para LAux−D isto implica
LAux−D = −g
2
2
(A+B + C) (A +B + C)
− g
′2
2
(D + E + F +G) (D + E + F +G) ,
ou em termos de nossos campos
LAux−D = −g
2
2
(
˜¯LT i ˜¯L+H1T
iH1 + H¯2T
iH2
) (
˜¯LT iL˜+ H¯1T
iH1 + H¯2T
iH2
)
− g
′2
2
(
˜¯L
YL
2
L˜+ ˜¯R
YR
2
R˜ + H¯1
YH1
2
H1 + H¯2
YH2
2
H2
)2
. (227)
Lembrando que
σiabσ
i
cd = 2δadδbc − δabδcd , (228)
podemos mostrar que
(
˜¯LT i ˜¯L+H1T
iH1 + H¯2T
iH2
)2
=
72
14
[ ¯˜LL˜ ¯˜LL˜+ 4¯˜LH1H¯1L˜− 2¯˜LL˜H¯1H1
+ 4¯˜LH2H¯2L˜− 2¯˜LL˜H¯2H2
+ (H¯1H1 − H¯2H2)2 + 4|H¯2H1|2
]
,(
˜¯L
YL
2
L˜+ ˜¯R
YR
2
R˜ + H¯1
YH1
2
H1 + H¯2
YH2
2
H2
)2
=
1
4
[
Y 2L
¯˜LL˜ ¯˜LL˜+ Y 2R
¯˜RR˜ ¯˜RR˜
+ Y 2H1H¯1H1H¯1H1 + Y
2
H2H¯2H2H¯2H2
+ 2(YLYR
¯˜LL˜ ¯˜RR˜ + YLYH1
¯˜LL˜H¯1H1)
+ 2(YLYH2
¯˜LL˜H¯2H2 + YRYH1
¯˜RR˜H¯1H1)
+ 2(YRYH2
¯˜RR˜H¯2H2 + YH1YH2H¯1H1H¯2H2)
]
.
(229)
XXIV. CONDIC¸A˜O DE QUEBRA.
A quebra de simetria de gauge esta´ no MSSM diretamente relacionada a quebra de
supersimetria. Agora iremos estudar sobre que circunstaˆncias ocorrem estas quebras.
Em teorias de supersimetria, temos dois tipos de potenciais o superpotencial e os poten-
ciais escalares. O superpotencial ja´ foi discutido anteriormente neste estudo, assim agora
iremos estudar o potencial escalar, que tem sua analogia com o SM como mostraremos a
seguir.
As contribuic¸o˜es ao potencial escalar do MSSM, VMSSM , vem de treˆs fontes, os termos
F e D mais os termos soft. Dessa maneira escreveremos
VMSSM = VD + VF + VSoft , (230)
onde
VD = −LAux−D ,
VF = −LAux−F ,
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VSoft = −LSMT . (231)
Agora iremos abandonar este potencial escalar geral, e iremos nos concentrar apenas no
potencial de Higgs porque e´ este o potencial de interesse na discussa˜o de quebra de simetria
de gauge.
A. Potencial Escalar de Higgs.
Assim, para o setor puro de Higgs da teoria, o potencial de Higgs V ≡ VHiggs e´ escrito
da seguinte maneira10
V =
(
M21 + µ
2
)
H¯1H1 +
(
M22 + µ
2
)
H¯2H2 −M212 εij
(
H i1H
j
2 + h.c.
)
+
g2
2
(
H¯1T
iH1 + H¯2T
iH2
) (
H¯1T
iH1 + H¯2T
iH2
)
+
g′2
8
(
H¯1H1 − H¯2H2
)2
. (232)
Este potencial pode ser escrito, usando a Eq.(229), da seguinte maneira
V = m21 H¯1H1 +m
2
2 H¯2H2 −M212 εij
(
H i1H
j
2 + h.c.
)
+
1
8
(
g2 + g′2
) (
H¯1H1 − H¯2H2
)2
+
g2
2
∣∣∣H¯1H2∣∣∣2 . (233)
Onde
m21 =M
2
1 + µ
2 ,
m22 =M
2
2 + µ
2 . (234)
Sem perda de generalidade, podemos escolher as fases dos campos escalares dos Higgs
de tal maneira que todos os paraˆmetros de massa m2i (i = 1, 2) e M
2
12 sejam reais e que
os valores esperados dos va´cuos (v.e.v.) dos campos dos Higgs sejam positivos. Como no
SM o grupo de simetria de gauge SU(2) ⊗ U(1) quebre para a seguinte simetria U(1)EM .
10Este potencial e´ um caso especial do geral de dois dubletos de Higgs.
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Isto significa que o eletromagnetismo na˜o e´ quebrado e portanto as componentes carregadas
dos dubletos de Higgs na˜o podem adquirir (v.e.v.). Com base no escrito acima e usando
Eq.(142) podemos escrever
〈H1〉 =

 v1
0

 ,
〈H2〉 =

 0
v2

 , (235)
e apo´s esta quebra o potencial torna-se
V = m21 v
2
1 +m
2
2 v
2
2 − 2M212 v1v2 +
1
8
(
g2 + g′2
) [
v21 − v22
]2
. (236)
Este termo e´ positivo, assim para que o potencial tenha um valor mı´nimo, na direc¸a˜o
v1 = v2, temos que ter
B ≡ m21 +m22 − 2M212 ≥ 0 . (237)
Esta relac¸a˜o e´ conhecida como condic¸a˜o de estabilidade.
Do mecanismo de Higgs do SM e´ bem conhecido o fato que quando o Higgs adquire
um (v.e.v) diferente de zero, quebra a simetria SU(2)⊗ U(1) porque a origem e´ “insta´vel”.
Vamos reescrer Eq. (236) da seguinte maneira
V = vTM2v + 1
8
(
g2 + g′2
) [
v21 − v22
]2
, (238)
com as seguintes identificac¸o˜es
v =

 v1
−v2

 ,
M2 =

 m
2
1 M
2
12
M212 m
2
2

 .
Como M2 e´ uma matriz sime´trica, devemos ter
λ− |v|2 ≤ vTM2v ≤ λ+ |v|2 . (239)
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Onde λ± sa˜o os auto-valores de M2 dados por
λ± =
1
2
(
m21 +m
2
2 ±
√
(m21 +m
2
2)
2 − 4 (m21m22 −M412)
)
, (240)
Como o u´ltimo termo da Eq.(238) e´ sempre positivo, a forma quadra´tica vTM2v tem
que estar em seu valor mı´nimo para que V tambe´m esteja no seu valor mı´nimo, isto e´
vTM2v = λ− |v|2 .
Portanto para obtermos Vmin < 0 devemos ter λ− < 0, ou seja, obtemos a seguinte condic¸a˜o
detM2 = m21m22 −M412 < 0 . (241)
Assim se a Eq.(241), e a condic¸a˜o de estabilidade Eq.(237), sa˜o satisfeitas teremos a quebra
da simetria de gauge SU(2) ⊗ U(1). E´ importante comentar que as condic¸o˜es Eqs.(241) e
(237) na˜o podem ser simultaneamente satisfeitas se m21 = m
2
2. Ale´m disto, Eq.(234) mostra
que a contribuic¸a˜o supersime´trica a m21 e m
2
2 e´ a mesma; qualquer diferenc¸a entre estas duas
quantidades e´ devida aos termos M21 e M
2
2 que vem do termo de quebra da supersimetria.
Em outras palavras; no MSSM existe uma conexa˜o entre quebra da simetria de gauge e
quebra de supersimetria. Ou seja primeiro precisamos quebrar supersimetria para depois
quebrar a simetria de gauge.
Vamos supor que estas condic¸o˜es sa˜o satisfeitas e mostraremos que isto implica a correta
quebra de simetria do modelo.
Apo´s quebrar a simetria de gauge, treˆs dos oitos graus de liberdade contido nos dois
dubletos de Higgs sa˜o “comidos” pelos modos longitudinais dos bo´sons de gauge W± e Z0.
Os cincos graus de liberdade restantes que permanecem formam um Higgs pseudoescalar
neutro, dois escalares neutros e dois bo´sons de Higgs carregados. A obtenc¸a˜o de todo o
espectro de massa do modelo e´ o assunto da pro´xima sec¸a˜o.
XXV. DETERMINAC¸A˜O DAS MASSAS.
Nesta sec¸a˜o iremos calcular as massas dos nossos estados f´ısicos deste modelo.
76
A. As Massas dos Bo´sons de Gauge
O termo de massa dos bo´sons de gauge vem dos seguintes termos
∫
d4θ ˆ¯H1e
2gVˆ +g′Vˆ ′Hˆ1 +
ˆ¯H2e
2gVˆ+g′Vˆ ′Hˆ2 , (242)
e as componentes responsa´veis pela massa esta˜o escritas abaixo
Lmassagauge =
1
4
(g2V imV
im + Y 2H1g
′2V mVm)H¯1H1 +
1
4
(g2V imV
im + Y 2H2g
′2V mVm)H¯2H2
+
YH1
2
gg′V imV
m(H¯1σ
iH1) +
YH2
2
gg′V imV
m(H¯2σ
iH2) , (243)
usando os valores da Tab.2 podemos escrever a lagrangiana acima da seguinte maneira
Lmassagauge =
1
4
[(g2V imV
im + g′2V mVm)(H¯1H1 + H¯2H2)
+
gg′
2
V imV
m[(H¯2σ
iH2)− (H¯1σiH1)] . (244)
Usando a definic¸a˜o dos bo´sons carregados Eqs.(147) e as matrizes de Pauli, Eq.(3), e os
valores esperados do va´cuo de H1 e H2 podemos reescrever a Eq.(244) da seguinte maneira
Lmassagauge =
1
2
g2(v21 + v
2
2)W
+mW−m +
(v21 + v
2
2)
4
(g2V 3mV
3m + g′2V mVm)
− gg
′
2
(v21 + v
2
2)V
3
mV
m
≡ Lmassacarregado + Lmassaneutro . (245)
Onde identificamos
Lmassacarregado =
1
2
g2(v21 + v
2
2)W
+mW−m , (246)
de onde conclu´ımos que a massa do bo´son carregado e´ dada por
M2W =
1
2
g2(v21 + v
2
2) , (247)
mas este valor e´ muito bem medido v21 + v
2
2 ≈ (174GeV )2. Podemos portanto descrever
os dois valores esperados do va´cuo em termos de um u´nico paraˆmetro definido da seguinte
maneira
77
tanβ =
v2
v1
. (248)
como v1, v2 ≥ 0 teremos
0 ≤ β ≤ π
2
. (249)
Da Eq.(248) podemos escrever
sin β =
gv2√
2MW
,
cos β =
gv1√
2MW
. (250)
Usando Eq.(248), podemos escrever a massa do bo´son carregado da seguinte maneira
M2W =
1
2
g2v21(1 + tan
2 β) . (251)
Ja´ a parte neutra e´ a seguinte
Lmassaneutro =
(v21 + v
2
2)
4
[
(g2V 3mV
3m + g′2V mVm)− 2gg′(v21 + v22)V 3mV m
]
, (252)
que em forma matricial torna-se
Lmassaneutro =
(v21 + v
2
2)
4
(
V 3m Vm
) g
2 −gg′
−gg′ g′2



 V
3m
V m

 , (253)
usando a definic¸a˜o do aˆngulo de Weinberg dada pela Eq.(149) podemos escrever Eq.(253)
da seguinte maneira
Lmassaneutro = g2
(v21 + v
2
2)
4
(
V 3m Vm
) 1 − tan θW
− tan θW tan2 θW



 V
3m
V m

 .
(254)
Para obter os estados f´ısicos dos bo´sons vetoriais neutros e suas respectivas massas, temos
que diagonalizar Eq.(254) desde que os estados f´ısicos sa˜o ortogonais um ao outro. Fazendo
a diagonalizac¸a˜o acharemos que os bo´sons f´ısicos sa˜o dados por
 Am
Zm

 =

 sin θW cos θW
cos θW − sin θW



 V
3
m
Vm

 , (255)
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que coincide com a definic¸a˜o apresentada na Eq.(147) e a matriz de massa diagonalizada e´
dada por

 0 0
0 1
cos2 θW

 , (256)
usando Eq.(255) e Eq.(256) podemos escrever Eq.(254) da seguinte maneira
Lmassaneutro = g2
(v21 + v
2
2)
4
(
Am Zm
) 0 0
0 1
cos2 θW



 Am
Zm

 . (257)
Da lagrangiana acima percebemos que
M2γ = 0 ,
M2Z =
1
2 cos2 θW
g2(v21 + v
2
2) =
M2W
cos2 θW
. (258)
Como no SM o fo´ton na˜o adquire massa e a massa do Z0 e´ relacionada a massa dos bo´sons
carregados pela mesma relac¸a˜o.
B. Espectro do Bo´son de Higgs F´ısico.
No SM no´s comecamos por expandir em torno do valor esperado do va´cuo do Higgs e
identificamos os novos estados como sendo os estados f´ısicos. Pore´m, fazendo a mesma coisa
para o MSSM, estes novos autoestados da interac¸a˜o fraca na˜o representam os autoestados
da massa, como iremos ver.
Quando a condic¸a˜o Eq.(241) e´ satisfeita, as componentes neutras de H1 e H2 adquirem
v.e.v. (v1, v2 6= 0). Antes de obtermos as massas dos Higgs vamos obter algumas relac¸o˜es
u´teis. Em Vmin, o potencial tem que satisfazer a seguintes relac¸a˜o, que fornece os extremos
do potencial
∂Vmin
∂v1
=
∂Vmin
∂v2
= 0 ,
bem como a condic¸a˜o de mı´nimo, que e´ expressa por
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∂2Vmin
∂v1∂v2
> 0 .
Estas equac¸o˜es e Eq.(236) nos fornecem as seguintes relac¸o˜es
m21v1 −M212v2 +
1
4
(
g2 + g′2
) [
v21 − v22
]
v1 = 0 , (259)
m22v2 −M212v1 −
1
4
(
g2 + g′2
) [
v21 − v22
]
v2 = 0 , (260)
−2M212 −
(
g2 + g′2
)
v1v2 > 0 . (261)
Multiplicando as Eqs.(259) e (260) por v−11 e v
−1
2 respectivamente, e enta˜o somar e subtrair
as equac¸o˜es obtidas, obteremos
m21 +m
2
2 = M
2
12 (tanβ + cotβ) ,
v21 − v22 =
−2
g2 + g′2
[
m21 −m22 −
(
m21 +m
2
2
) tan β − cot β
tanβ + cot β
]
=
−2
g2 + g′2
[
m21 −m22 +
(
m21 +m
2
2
)
cos 2β
]
, (262)
no´ utilizamos Eq.(248) para obter as equac¸o˜es acima.
Com as Eqs.(259), (260) e (262) o potencial mı´nimo pode ser escrito da seguinte maneira
Vmin =
−1
2(g2 + g′ 2)
[(
m21 −m22
)
+
(
m21 +m
2
2
)
cos 2β
]2
, (263)
quero lembrar so´ mais uma coisa os paraˆmetros da equac¸a˜o acima dependem do ponto de
renormalizac¸a˜o Q.
Agora ja´ estamos aptos para calcular as massas dos Higgs. Os autoestados f´ısicos sa˜o
obtidos diagonalizando a matriz de massa dos bo´sons de Higgs. Isto e´ feito mais facilmente
na base real onde podemos escrever
H1 =

 h1 + ih2
h3 + ih4

 =

 H
1
1
H21

 , (264)
H2 =

 h5 + ih6
h7 + ih8

 =

 H
1
2
H22

 . (265)
Nesta base real o potencial de Higgs, ver Eq.(233), torna-se
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V (hi) = m
2
1
4∑
i=1
h2i +m
2
2
8∑
j=5
h2j − 2M212 (h1h7 + h4h6 − h3h5 − h2h8)
+
1
8
(
g2 + g′2
)  4∑
i=1
h2i −
8∑
j=5
h2j


2
+
g2
2
(h1h5 + h2h6 + h3h7 + h4h8)
2
+
g2
2
(h1h6 + h3h8 − h2h5 − h4h7)2 . (266)
Deste potencial e´ evidente que a base dos campos de Higgs em que estamos trabalhando na˜o
pode ser a base f´ısica porque conte´m termos de massa fora da diagonal. Assim temos que
mudar para a base dos auto-estados da massa.
O estado f´ısico dos bo´sons de Higgs sa˜o obtidos diagonalizando a matriz de massa do
Higgs que e´ dada por [56]
M2ij =
1
2
∂2V
∂hi ∂hj
∣∣∣∣∣
min
. (267)
O termo “min” significa fazer 〈h1〉 = v1, 〈h7〉 = v2 e 〈hi〉 = 0 para todos os outros i.
Agora iremos analizar os diferentes setores dos Higgs deste modelo.
1. Setor do Higgs Carregados; ı´ndices 3, 4, 5 e 6.
Usando as Eqs.(266) e (267) a matriz de massa do bo´son de Higgs e´ facilmente calculada.
Observe que a parte real e imagina´rio do setor do Higgs carregado se desacoplam isto se
deve ao fato de que
M256 = M
2
54 =M
2
36 = M
2
34 = 0 .
As componentes reais sa˜o dadas por
M255 = m
2
2 −
1
4
(
g2 + g′2
) (
v21 − v22
)
+
1
2
g2v21
=
1
2
(
g2 +
2M212
v1v2
)
v21 ,
M253 = M
2
12 +
1
2
g2v1v2
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=
1
2
(
g2 +
2M212
v1v2
)
v1v2 ,
M233 = m
2
1 +
1
4
(
g2 + g′2
) (
v21 − v22
)
+
1
2
g2v22
=
1
2
(
g2 +
2M212
v1v2
)
v22 , (268)
ja´ para a parte imagina´ria obteremos
M266 =M
2
55 ,
M244 =M
2
33 ,
M264 = −M253 . (269)
Nas expresso˜es acima usamos Eqs.(259) e (260) para eliminar os paraˆmetros de massa m21
e m22. Portanto nesta base (h5, h3) e (−h6, h4), a matriz de massa do Higgs carregado e´
expressa por11
M2± =
1
2
(
g2 +
2M212
v1v2
) v
2
1 v1v2
v1v2 v
2
2

 . (270)
Para obter os estados f´ısicos dos bo´sons de Higgs carregados e suas respectivas massas temos
que diagonalizar esta matriz.
Calculando os autovalores, a matriz de massa pode ser escrita da seguinte maneira onde
usamos que (tanβ = v2/v1)
M2± =

 − sin β cos β
cos β sin β



 0 0
0 m2H±



 − sin β cos β
cos β sin β

 , (271)
com
m2H± =
1
2
(
g2 +
2M212
v1v2
) (
v21 + v
2
2
)
= M2W +
M212
v1v2
(
v21 + v
2
2
)
, (272)
11O sinal da base (−h6, h4) e´ escolhida para que as duas base tenham a mesma matriz de massa.
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e´ a matriz de massa dos Higgs carregados. Repare que neste procedimento de diagonalizac¸a˜o,
dois estados sem massa e dois estados massivos apareceram. Os estados de massa zero sa˜o
associados com bo´sons de Goldstone carregado, como veremos a seguir.
Agora vamos obter os estados f´ısicos
(
h5 h3
)
M2±

 h5
h3

+
(
−h6 h4
)
M2±

 −h6
h4


=
(
h5 + ih6 h3 − ih4
)
M2±

 h5 − ih6
h3 + ih4


=
(
H12 H¯
2
1
)
M2±

 H¯
1
2
H21


=

 −H
1
2 sin β + H¯
2
1 cos β
H12 cos β + H¯
2
1 sin β


T  0 0
0 m2H±



 −H¯
1
2 sin β +H
2
1 cos β
H¯12 cos β +H
2
1 sin β


=
(
G+ H+
) 0 0
0 m2H±



 G
−
H−

 .
Onde fazemos as seguintes identificac¸o˜es
G− = H21 cos β − H¯12 sin β (bo´son de Goldstone) , (273)
H− = H21 sin β + H¯
1
2 cos β (Higgs carregado) , (274)
e
G+ = G¯− ,
H+ = H¯− .
2. Setor do Higgs Neutro; ı´ndices 2 e 8.
Ja´ vimos que o setor do Higgs carregado se desacopla em uma parte real e outra ima-
gina´ria. Isto tambe´m ocorre com o setor neutro, para ver isto e´ so verificar que
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M212 = M
2
72 =M
2
18 = M
2
78 = 0 .
Isto se deve ao fato que nossa teoria e´ invariante por CP. Comecaremos a discussa˜o com o
setor imagina´rio (CP ı´mpar) para depois vermos o setor real (CP par).
Fazendo um procedimento ana´logo ao do setor carregado podemos mostrar que
M288 = m
2
2 −
1
4
(
g2 + g′2
) (
v21 − v22
)
=
1
2
(
M212
v1v2
)
v21 ,
M228 = M
2
12
=
1
2
(
M212
v1v2
)
v1v2 ,
M222 = m
2
1 +
1
4
(
g2 + g′2
) (
v21 − v22
)
=
1
2
(
M212
v1v2
)
v22 ,
onde outra vez usamos Eqs.(259) e (260) para eliminar os paraˆmetros de massa m21 e m
2
2.
As equac¸o˜es acima em forma matricial pode ser escrita da seguinte maneira
M212
v1v2

 v
2
1 v1v2
v1v2 v
2
2

 ,
na base (h8, h2). Diagonalizando esta matriz, que e´ um procedimento ideˆntico ao utilizado
no setor carregado, os autoestados f´ısico sa˜o
M212
v1v2
(
h8 h2
) v
2
1 v1v2
v1v2 v
2
2



 h8
h2


=

 −h8 sin β + h2 cos β
h8 cos β + h2 sin β


T  0 0
0 m2H0
3



 −h8 sin β + h2 cos β
h8 cos β + h2 sin β


=
(
G0√
2
H0
3√
2
) 0 0
0 m2H0
3




G0√
2
H0
3√
2

 .
Onde fazemos as seguintes identificac¸o˜es
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G0 =
√
2 ( h2 cos β − h8 sin β )
=
√
2
(
ImH11 cos β − ImH22 sin β
)
, (bo´son de Goldstone)
(275)
H03 =
√
2 ( h2 sin β + h8 cos β )
=
√
2
(
ImH11 sin β + ImH
2
2 cos β
)
, (Higgs neutro CP= −1)
(276)
os fatores
√
2 sa˜o colocados para obtermos os termos cine´ticos usuais.
A matriz de massa do bo´son de Higgs neutro e´
m2H0
3
=
M212
v1v2
(
v21 + v
2
2
)
= m2H± −M2w , (277)
na u´ltima passagem usamos a Eq.(272).
3. Setor de Higgs neutro; ı´ndices 1 e 7.
Apo´s termos estudado o setor imagina´rio do Higgs neutro iremos agora estudar a parte
real, de CP = +1
Neste caso podemos mostrar
M211 =
1
2
(
g2 + g′2
)
v21 +M
2
12
v2
v1
≡ A ,
M217 = −
1
2
(
g2 + g′2
)
v1v2 −M212 ≡ B ,
M277 =
1
2
(
g2 + g′2
)
v22 +M
2
12
v1
v2
≡ C ,
repare que A,C ≥ 0 e B ≤ 0.Usamos as Eqs.(259) e (260) para eliminar m21 e m22. Que
colocada na forma matricial torna-se
M20 =

 A B
B C

 ,
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na base (h1, h7).
O procedimento de diagonalizac¸a˜o deste setor e´ ligeiramente diferente do apresentados
nos outros dois setores do Higgs. Os autovalores de M20 sa˜o
m2H0
1
,H0
2
=
1
2
[
A + C ±
√
(A− C)2 + 4B2
]
=
1
2
[
m2H0
3
+m2z ±
√(
m2
H0
3
+m2z
)2 − 4m2zm2H0
3
cos2 2β
]
,
(278)
onde o sinal positivo (negativo) e´ associado a m2H0
1
(m2H0
2
). Os correspondentes autovetores
sa˜o 12
v1,2 = N1, 2

 1−(A−C)±√(A−C)2+4B2
2B

 . (279)
N1, 2 sa˜o constantes de normalizac¸a˜o.
Como ficara´ claro mais para frente, e´ u´til introduzir o seguinte aˆngulo de mistura α (
na˜o confundir com a constante de estrutura fina) definida por
sin 2α =
2B√
(A− C)2 + 4B2
= − sin 2β

m2H01 +m2H02
m2
H0
1
−m2
H0
2

 ,
cos 2α =
A− C√
(A− C)2 + 4B2
= − cos 2β

 m2H03 −m2z
m2
H0
1
−m2
H0
2

 .
Das seguintes identidades matema´ticas sin 2α = 2 sinα cosα e cos 2α = cos2 α − sin2 α,
podemos mostrar a seguinte equac¸a˜o
x2 + 2 cot (2α)x− 1 = 0 ,
12Onde v1 e v2 correspondem aos autovalores m
2
H0
1
e m2
H0
2
respectivamente.
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onde x = tanα. Em geral esta equac¸a˜o tem duas soluc¸o˜es distintas. Pore´m, anteriormente,
ja´ hav´ıamos escolhido v1, v2 ≥ 0 ou equivalentemente
0 ≤ β ≤ π
2
, isto implica que −π
2
≤ α ≤ 0. Tendo em mente esta restric¸a˜o podemos achar
uma u´nica soluc¸a˜o para x, e o resultado e´ (lembre-se que B ≤ 0)
tanα =
− (A− C) +
√
(A− C)2 + 4B2
2B
, (280)
e invertendo teremos
cotα =
(A− C) +
√
(A− C)2 + 4B2
2B
. (281)
Comparando Eqs(280) e (281) com Eq.(279), vemos que a segunda componente de v1 (v2)
pode ser identificado com tanα (cotα). O aˆngulo de mistura, α, foi definido para termos
este resultado.
Desta maneira escolhemos N1 = cosα e N2 = − sinα para obtermos autovetores ortonor-
mais, e a matriz de massa do setor de Higgs real neutro adquire a seguinte forma
M20 =

 cosα − sinα
sinα cosα



m
2
H0
1
0
0 m2H0
2



 cosα − sinα
sinα cosα


−1
.
(282)
O correspondente termo de massa da lagrangiana agora torna-se
(
h1 h7
)
M20

 h1
h7


=

 h1 cosα+ h7 sinα
−h1 sinα + h7 cosα


T m
2
H0
1
0
0 m2H0
2



 h1 cosα + h7 sinα
−h1 sinα + h7 cosα

 .
(283)
Para identificarmos o estado f´ısico do Higgs H01 e H
0
2 , temos que ser cuidadosos, a raza˜o e´
que estes estados, como qualquer estado f´ısico, tem que ter valor esperado do va´cuo igual a
zero. Portanto fazemos as seguintes identificac¸o˜es
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H01√
2
+ v1 cosα + v2 sinα = h1 cosα+ h7 sinα ,
H02√
2
− v1 sinα + v2 cosα = −h1 sinα + h7 cosα ,
ou equivalentemente
H01 =
√
2
[ (
ReH11 − v1
)
cosα +
(
ReH22 − v2
)
sinα
]
, (284)
H02 =
√
2
[
−
(
ReH11 − v1
)
sinα +
(
ReH22 − v2
)
cosα
]
. (285)
4. Conclusa˜o e Comenta´rios.
Nas treˆs subsec¸o˜es acima derivamos o conteudo f´ısico do bo´son de Higgs doMSSM. Este
consiste dos bo´sons de Higgs carregados (H±), os bo´sons de Higgs neutros13 (H0i , i = 1, 2, 3)
e finalmente os bo´sons de Goldstone carregados (G±) e neutros (G0).
Os novos campos em termos dos “velhos” esta˜o dados nas Eqs.(273), (274), (275), (276),
(284) e (285). Pore´m, para obter a lagrangiana em termos dos campos f´ısicos, temos que
inverter as relac¸o˜es acima. O resultado desta inversa˜o sa˜o
H1 =

 v1 +
1√
2
[H01 cosα−H02 sinα + iH03 sin β + iG0 cos β ]
H− sin β +G− cos β

 ,
(286)
H2 =

 H
+ cos β −G+ sin β
v2 +
1√
2
[H01 sinα +H
0
2 cosα + iH
0
3 cos β − iG0 sin β ]

 .
(287)
Inserindo estas expresso˜es na lagrangiana doMSSM as interac¸o˜es (e as regras de Feynman)
dos bo´sons de Higgs f´ısicos sa˜o obtidas.
Das fo´rmulas de massas dos Higgs obtidas acima, Eqs.(270), (277) e (278), e´ interessante
notar que no limite mH0
3
→∞ (tanβ fixo), H±, H01 e (H03 ) se desacoplam da teoria, e assim
13Alguns autores usam a notac¸a˜o H0, h0 e A0 em vez da nossa H01 , H
0
2 e H
0
3 .
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o setor de Higgs da teoria conte´m apenas H02 . Neste limite, e´ poss´ıvel mostrar que H
0
2 e´
ideˆntico ao Higgs do Modelo Padra˜o (mı´nimo).
E´ importante comentar que todas as massa dos Higgs aqui obtidas foram calculadas
apenas a` nivel de a´rvore, e satisfazem as seguintes relac¸o˜es
mH± ≥ Mw ,
mH0
2
≤ mz ≤ mH0
1
,
mH0
3
≥ mH0
2
.
Desde que mH0
2
≤ mz (n´ıvel de a´rvore) foi acreditado, devido ao quadro de interac¸a˜o do
H02 , que H
0
2 poderia ser produzido e esperansosamente detectado no LEP. Nenhum Higgs
foi visto e isto pode ser visto como um problema. Atualmente muitos f´ısicos acreditam que
os Higgs do MSSM podem obter grandes correc¸o˜es radiativas, ta˜o grandes como O (100)
GeV. Desta maneira isto coloca a massa do H02 acima da massa do bo´son Z (e por outro
lado fora do alcance de descoberta do LEP 1). Estas grandes correc¸o˜es radiativas tambe´m
tem implicac¸o˜es [60], devido ao insucesso das buscas dos Higgs no LEP 1, que14
tanβ ≥ 1 , (288)
no contexto do MSSM.
C. As Massas dos Le´ptons.
Vamos analisar as massas dos le´ptons. O termo fεij R¯LiHj1 + h.c., da parte do superpo-
tencial de Yukawa (e seu hermitiano conjugado) origina a massa dos le´ptons.
A parte fεij R¯LiHj1 + h.c., conte´m os seguintes termos, ver Eq.(174), apo´s a quebra
LllH = −fv1 (lRlL + l∗Ll∗R) .
14E´ usual deixar que tan β varie no alcance 1 ≤ tan β ≤ 50.
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Portanto, podemos fazer a seguinte identificac¸a˜o
mf = fv1 , (289)
e como no SM, notamos que as massas dos le´ptons sa˜o indeterminadas pela teoria.
Uma u´ltima observac¸a˜o, os acoplamentos de Yukawa podem ser escritos, usando Eq.(250),
da seguinte maneira
f =
mf
v1
=
gmf√
2MW cos β
. (290)
D. As Massas dos Sle´ptons.
Nesta teoria existem dois sle´ptons (representados por l˜L e l˜R), que sa˜o os parceiros
supersime´tricos das partes de helicidade left e right dos fe´rmions l. Antes da quebra de
supersimetria, eles sa˜o degenerados em massa com l.
As contribuic¸o˜es para as massas dos sle´ptons, vem dos termos F , dos termos D e do
termo soft.
Os termos que contribuem para a massa dos sle´ptons da Lsoft, Eq.(114), sa˜o
Lsleptonssoft = −M2L ¯˜L
i
L˜i +M2R
¯˜RR˜ −M2LRǫij(H i1L˜jR˜ + H¯ i1 ¯˜L
j ¯˜R)
= −m2ν˜ ν˜∗ν˜ −m2l˜ l˜∗Ll˜L −m2R l˜∗R l˜R −Afmf (l˜∗Rl˜L + l˜∗Ll˜R) ,
(291)
usamos a Eq.(289) e fizemos a seguinte identificac¸a˜o
Af =
M2LR
f
. (292)
A parte dos termos F dada pela Eq.(226) que contribuem para a massa dos sle´ptons
sa˜o15
15Note que das Eqs. (248) e (289) que fv2 = fv1
v2
v1
= mf tan β.
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LsleptonF = −µf(H¯2L˜R˜ + ¯˜LH2 ¯˜R)− f 2H¯1H1(¯˜LL˜+ ¯˜RR˜)
= −µmf tan β(l˜∗Rl˜L + l˜∗Ll˜R)−m2f (l˜∗Ll˜L + ν˜∗ν˜ + l˜∗R l˜R) . (293)
No caso dos termos D temos as seguintes contribuic¸o˜es
LsleptonsD = −
g2
4
[(¯˜LσiL˜)(H¯1σ
iH1) + (
¯˜LσiL˜)(H¯2σ
iH2)]
− g
′
2
[YLYH1
¯˜LL˜H¯1H1 + YLYH2
¯˜LL˜H¯2H2 + YRYH1
¯˜RR˜H¯1H1 + YRYH2
¯˜RR˜H¯2H2]
= −g
2
4
(v21 − v22)¯˜Lσ3L˜−
g
′
2
[YL(v
2
2 − v21)¯˜LL˜+ YR(v22 − v21) ¯˜RR˜] , (294)
usando Eqs.(149), (160), (258) e (250) podemos escrever
LsleptonD = −M2Z cos(2β)
[
(T3f − sin2 θWQf )(ν˜∗ν˜ + l˜∗L l˜L) +Qf sin2 θW l˜∗R l˜R
]
.
(295)
Juntando todas estas pec¸as discutida acima teremos
Lmassaslepton = −µmf tan β l˜∗Ll˜R − µmf tanβ l˜∗R l˜L −m2f
(
l˜∗Ll˜L + l˜
∗
Rl˜R
)
−m2ν ν˜∗ν˜
−m2
l˜
l˜∗Ll˜L −m2R l˜†R l˜R −m2ν˜ ν˜∗ν˜ − Afmf (l˜∗R l˜L + l˜∗Ll˜R)
−M2Z cos(2β)
[
(T3e − sin2 θWQe)l˜∗Ll˜ + (T3ν − sin2 θWQν)ν˜∗Lν˜ +Qe sin2 θW l˜∗Rl˜R
]
= −
[
m2
l˜
−M2Z cos(2β)
(
1
2
− sin2 θW
)
+m2f
]
l˜∗Ll˜L
− mf(Af + µ tanβ)
(
l˜∗Rl˜L + l˜
∗
Ll˜R
)
−
(
m2R −M2Z cos(2β) sin2 θW +m2f
)
l˜∗R l˜R
−
[
m2ν˜ +
M2Z
2
cos(2β)
]
ν˜∗ν˜ . (296)
Vamos chamar
m˜2
f˜L
= m2
l˜
−M2Z cos(2β)
(
1
2
− sin2 θW
)
,
m˜2
f˜R
= m2R −M2Z cos(2β) sin2 θW ,
m2
f˜LR
= mf (µ tanβ + Af ) ,
m˜2ν˜ = m
2
ν˜ −
M2Z
2
cos(2β) , (297)
isto leva, lembre que m2
l˜
= m2ν˜ , a seguinte relac¸a˜o importante
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m˜2
f˜L
− m˜2ν˜ = M2Z cos(2β) cos2 θW , (298)
que e´ va´lida se a mistura entre os escalares pode ser desprezada; este e´ sempre o caso para
o ele´tron e o mu´on.
Voltando a lagrangiana das massas dos sle´ptons temos agora
Lsleptonmassa = −
(
l˜∗L l˜
∗
R
) m˜
2
f˜L
+m2f m
2
f˜LR
m2
f˜LR
m˜2
f˜R
+m2f



 l˜L
l˜R

+ m˜2ν˜ ν˜∗ν˜ .
Diagonalizando a matriz de massa dos sle´ptons carregados, obtemos que os auto-estados
da massa sa˜o
l˜1 = l˜L cos θf + l˜R sin θf ,
l˜2 = l˜L sin θf − l˜R cos θf ,
com o aˆngulo de mistura θf definido por
tan 2θf =
2m2
f˜LR
m˜f˜L − m˜2f˜R
,
e as massas respectivamente sa˜o dadas por
M2
l˜1,l˜2
= f 2v21 +
1
2
[(
m˜2
f˜L
+ m˜2
f˜R
)
±
√(
m˜2
f˜L
− m˜2
f˜R
)2
+ 4m4
f˜LR
]
= m2f +
1
2
[(
m˜2
f˜L
+ m˜2
f˜R
)
±
√(
m˜2
f˜L
− m˜2
f˜R
)2
+ 4m4
f˜LR
]
. (299)
Iremos assumir ma´xima mistura, isto e´ θf = π/4 ou
m˜2
f˜L
= m˜2
f˜R
= m˜2 . (300)
Uma motivac¸a˜o para esta escolha vem da QED supersime´trica onde esta escolha e´ feita para
que paridade na˜o seja violada. Portanto
l˜1 =
l˜L + l˜R√
2
, (301)
l˜2 =
l˜L − l˜R√
2
, (302)
e
M2
l˜1,l˜2
= m˜2 +m2f ±m2f˜LR . (303)
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E. Gaugino e Higgsino
O termo de mistura do gaugino e higgsino, prove´m de termos da Eq.(166), que neste
caso sera´
Lmistura
H˜V˜
=
√
2i H¯1
(
gT iλiA −
1
2
g′λB
)
H˜1 −
√
2i ¯˜H1
(
gT iλ¯iA −
1
2
g′λ¯B
)
H1
+
√
2i H¯2
(
gT iλiA +
1
2
g′λB
)
H˜2 −
√
2i ¯˜H2
(
gT iλ¯iA +
1
2
g′λ¯B
)
H2 ,
(304)
que podemos escrever, usando as definic¸o˜es dos estados Eqs.(??) e os operadores das
Eqs.(149) e (160), da seguinte maneira
LmisturaH˜V˜ = ig
(
H¯1T
+H˜1λ
+ − λ¯+ ¯˜H1T−H1
)
+ ig
(
H¯2T
+H˜2λ
+ − λ¯+ ¯˜H2T−H2
)
+ ig
(
H¯1T
−H˜1λ
− − λ¯− ¯˜H1T+H1
)
+ ig
(
H¯2T
−H˜2λ
− − λ¯− ¯˜H2T+H2
)
+ i
√
2eQi(H¯
i
1H˜
i
1λγ − λ¯γ ¯˜H
i
1H
i
1) + i
√
2eQi(H¯
i
2H˜
i
2λγ − λ¯γ ¯˜H
i
2H
i
2)
+ i
√
2
g
cos θW
(T 3i −Qi sin2 θW )(H¯ i1H˜ i1λZ − λ¯Z ¯˜H
i
1H
i
1)
+ i
√
2
g
cos θW
(T 3i −Qi sin2 θW )(H¯ i2H˜ i2λZ − λ¯Z ¯˜H
i
2H
i
2) . (305)
Usando a Eq.(142) e (143) podemos escrever a equac¸a˜o acima da seguinte maneira
LmisturaH˜V˜ = ig
(
H¯01 ψ
2
H1λ
+ − λ¯+ψ¯2H1 H01
)
+ ig
(
H¯+2 ψ
2
H2λ
+ − λ¯+ψ¯2H2 H+2
)
+ ig
(
H¯−1 ψ
1
H1λ
− − λ¯−ψ¯1H1 H−1
)
+ ig
(
H¯02 ψ
1
H2λ
− − λ¯−ψ¯1H2 H02
)
−
√
2ie
(
H¯−1 ψ
2
H1λγ − λ¯γψ¯2H1 H−1
)
+
√
2ie
(
H¯+2 ψ
1
H2λγ − λ¯γψ¯1H2 H+2
)
+
ig√
2 cos θw
(
H¯01 ψ
1
H1
λZ − λ¯Zψ¯1H1 H01
)
− ig√
2 cos θw
(
H¯02 ψ
2
H2
λZ − λ¯Zψ¯2H2 H02
)
+
ig√
2 cos θw
(
1− 2 sin2 θw
) (
H¯+2 ψ
1
H2λZ − λ¯Zψ¯1H2 H+2
)
− ig√
2 cos θw
(
1− 2 sin2 θw
) (
H¯−1 ψ
2
H1
λZ − λ¯Zψ¯2H1 H−1
)
. (306)
Finalmente obtemos usando os espinores de quatro componentes
LmisturaH˜V˜ = +g
( ¯˜WLH˜ H01 + ¯˜Hn1LW˜ H−1 )−√2e ¯˜ALH˜ H−1
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+
g√
2 cos θw
¯˜ZLH˜n1 H
0
1 −
g√
2 cos θw
(
1− 2 sin2 θw
) ¯˜ZLH˜ H−1
+ g
( ¯˜WLH˜n2 H+2 + ¯˜HLW˜ H02)+√2e ¯˜HLA˜ H+2
+
g√
2 cos θw
(
1− 2 sin2 θw
) ¯˜HLZ˜ H+2 − g√
2 cos θw
¯˜H
n
2LZ˜ H
0
2
+ h.c. . (307)
1. Termo de Massa do Chargino.
Os charginos χ˜+i (i = 1, 2), surgem devido a mistura dos Winos, W˜
±, e Higgsinos car-
regados, H˜±. Os charginos sa˜o espinores de Dirac de quatro componentes. Em princ´ıpio
existem duas misturas independentes, i.e. (W˜−, H˜−) e (W˜+, H˜+), enta˜o necessitamos de
duas matrizes unita´rias para diagonalizar a matriz de massa.
O termo de massa do wino, ver Eq.(181), e´ o seguinte
Lcarregado
V˜
= −MW˜ ¯˜WW˜
= −M
(
λ−λ+ + λ¯−λ¯+
)
, (308)
ja´ no caso do higgsino carregado, Eq.(177), e´
Lcarregado
H˜
= µ ¯˜HH˜
= −µ
(
ψ1H1ψ
2
H1
+ ¯ψ1H1
¯ψ2H1
)
. (309)
Ja´ os termos de mistura que contribuem para a massa do chargino, ver pa´gina anterior, sa˜o
g
( ¯˜WLH˜ H01 + H¯01 ¯˜HRW˜)+ g ( ¯˜HLW˜H02 + H¯02 ¯˜WRH˜) = ig (H¯01 ψ2H1λ+ − λ¯+ψ¯2H1 H01
)
+ ig
(
H¯00 ψ
1
H2
λ− − λ¯−ψ¯1H2 H02
)
,
(310)
Juntando todas estas pec¸as obtemos
Lmassχ˜± = ig
(
H¯01 ψ
2
H1λ
+ − λ¯+ψ¯2H1 H01
)
+ ig
(
H¯00 ψ
1
H2λ
− − λ¯−ψ¯1H2 H02
)
− µ
(
ψ1H1ψ
2
H1 +
¯ψ1H1
¯ψ2H1
)
−M
(
λ−λ+ + λ¯−λ¯+
)
, (311)
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tomandos o (v.e.v.) dos Higgs teremos
Lmassaχ˜± = ig
[
v1ψ
2
H1
λ+ + v2λ
−ψ1H2
]
+ µ ψ2H1ψ
1
H2
−M λ−λ+ + h.c. .
(312)
Introduzindo a seguinte notac¸a˜o
ψ+ =

 −iλ
+
ψ1H2

 , ψ− =

 −iλ
−
ψ2H1

 ,
e
Ψ± =

 ψ
+
ψ−

 ,
Eq.(312) adquire a seguinte forma
Lmassaχ˜± =
1
2
(
Ψ±
)T
Y ±Ψ± + h.c. .
Onde
Y ± =

 0 X
T
X 0

 , (313)
com
X =

 M −
√
2Mw sin β
−√2Mw cos β µ

 . (314)
Agora, os auto-estados da massa pode ser definida por(i, j = 1, 2)
χ+i = Vijψ
+
j , (315)
χ−i = Uijψ
−
j , i = 1, 2 (316)
onde U e V sa˜o matrizes unita´rias, escolhida de maneira tal que
UXV −1 =MC . (317)
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Onde M±D e´ a matriz de massa do chargino. Desenvolvendo a equac¸a˜o de autovalores, que e´
det[Y ± − λI] = 0, acharemos
(MW sin 2θW +Mµ)
2 − (2M2W +M2 + µ2)λ2 + λ4 = 0 , (318)
resolvendo a equac¸a˜o acima para λ2, encontraremos os seguintes autovalores
M2χ˜ =
1
2
[(M2 + µ2 + 2M2W )±
√
(M2 + µ2 + 2M2W )
2 − 4(Mµ +MW sin 2β)2] .
(319)
Devo mencionar que ate´ aqui, U e V na˜o sa˜o u´nicas. Isto reflete o fato que certas fases
arbitra´rias podem ser absorvidas na definic¸a˜o dos campos f´ısicos. Os elementos Uij e Vij das
matrizes de diagonalizac¸a˜o podem ser expressas em termos dos paraˆmetros M , µ, e tan β:
U12 = U21 =
θ1√
2
√
1 +
M2 − µ2 − 2mW cos 2β
W
(320)
U22 = −U11 = θ2√
2
√
1− M
2 − µ2 − 2mW cos 2β
W
(321)
V21 = −V12 = θ3√
2
√
1 +
M2 − µ2 + 2mW cos 2β
W
(322)
V22 = V11 =
θ4√
2
√
1− M
2 − µ2 + 2mW cos 2β
W
(323)
com
W =
√
(M2 + µ2 + 2m2W )
2 − 4 (M ·µ−m2W sin 2β)2 (324)
e os fatores de sinais θi, i = 1 . . . 4, sa˜o
{θ1, θ2, θ3, θ4} =


{1, ε
B
, ε
A
, 1} . . . tanβ > 1
{ε
B
, 1, 1, ε
A
} . . . tanβ < 1
(325)
onde
ε
A
= sign(M sin β + µ cos β), ε
B
= sign(M cos β + µ sin β). (326)
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Vamos escolher U e V tal que M±D tenha apenas nu´meros positivos e por convenc¸a˜o,
escolheremos χ˜1 mais pesado que χ˜2, isto e´M
2
χ˜1
> M2χ˜2 . Por simplicidade estamos assumindo
que M e µ sa˜o reais. Resolvendo o problema dos autovalores para XTX ,
M2C = diag(m2χ1, m2χ2) = V XTX V −1 (327)
with
V =

 cosφ1 sinφ1
− sin φ
1
cosφ
1

 (328)
e a matriz U e´ escrita da seguinte maneira
U =
1
MC
V XT =

 cosφ2 sin φ2
− sinφ
2
cosφ
2

 . (329)
Assim as massas do chargino sa˜o reais e positivas, e´ poss´ıvel mostrar que as massas sa˜o
M2χ˜1 = A+
√
B ,
M2χ˜2 = A−
√
B ,
com
A =
1
2
(
M2 + µ2
)
+M2w ,
B =
1
4
(
M2 − µ2
)2
+M4w cos
2 (2β) +M2w
(
M2 + µ2 + 2µM sin (2β)
)
.
Ale´m disso os espinores de duas componentes das Eqs.(315) e (316) pode ser expressas em
termos de espinores de Dirac de quatro componentes da seguinte maneira:
χ˜i =

 χ
+
i
χ¯−i

 , i = 1, 2 , (330)
e o conjugado de carga e´
χ˜ci =

 χ
−
i
χ¯+i

 , i = 1, 2 , (331)
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2. Mistura do Neutralino.
Neutralinos χ˜0i , (i = 1, . . . , 4), surgem devido a mistura dos gauginos neutros λ
3
A e λB
e dos higgsinos neutros H˜01 e H˜
0
2 . Os neutralinos sa˜o descritos por espinores de Majorana;
contudo, se 2 neutralinos sa˜o degenerados em massa, eles podem se combinar em um espinor
de Dirac.
O termo de massa do gaugino neutro, ver Eq.(115), e´
Lneutro
V˜
= −M
2
(λ3Aλ
3
A + λ¯
3
Aλ¯
3
A)−
M ′
2
(λBλB + λ¯Bλ¯B) , (332)
o termo de massa do higgsino neutro, ver Eq.(177), tem a seguinte forma
Lneutro
H˜
= −µ
2
¯˜H
n
1H˜
n
2 −
µ
2
¯˜H
n
2H˜
n
1
= µ(ψ1H1ψ
2
H2 + ψ¯
1
H1ψ¯
2
H2) . (333)
Ja´ os termos de mistura que contribuem para a massa do neutralino sa˜o
Lmisturamassa =
g√
2 cos θW
( ¯˜ZLH˜n1H
0
1 + H¯
0
1
¯˜H
n
1RZ˜)−
g√
2 cos θW
(H˜n2LZ˜H
0
2 + H¯
0
2
¯˜ZRH˜n2
=
ig√
2 cos θW
(H¯01ψ
1
H1λZ − λ¯Zψ¯1H1H01 )−
ig√
2 cos θW
(H¯02λZψ
2
H2 − ψ¯2H2λ¯ZH02 ) ,
(334)
usando as Eqs.(148) podemos escrever
Lmisturamassa =
ig√
2
(H¯01ψ
1
H1λ
3
A − λ¯3Aψ¯2H2H02 )−
ig sin θW√
2 cos θW
(H¯01ψ
1
H1λB − λ¯Bψ¯1H1H01 )
− ig√
2
(H¯02λ
3
Aψ
2
H2 − ψ¯2H2λ¯3AH02 )−
ig sin θW√
2 cos θW
(H¯02λBψ
2
H2 − ψ¯2H2λ¯BH02 ) .
(335)
Juntando todas estas pec¸as teremos
Lmassaχ˜0 =
ig√
2
(H¯01ψ
1
H1λ
3
A − H¯02ψ2H2λ3A − λ¯3Aψ¯1H1H01 + λ¯3Aψ¯2H2H02 )
+
ig sin θW√
2 cos θW
(H¯01ψ
1
H1λB − H¯02ψ2H2 − λ¯Bψ¯1H1H01 + λ¯Bψ¯2H2H02 )
+ µ(ψ1H1ψ
2
H2 + ψ¯
1
H1ψ¯
2
H2)−
M
2
(λ3Aλ
3
A + λ¯
3
Aλ¯
3
A)−
M ′
2
(λBλB + λ¯Bλ¯B) ,
(336)
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apo´s a quebra da simetria de gauge
Lmassaχ˜0 =
ig√
2
{
v1 λ
3
Aψ
1
H1 − v2 λ3Aψ2H2
}
+
ig sin θW√
2 cos θW
{
v1 λBψ
1
H1 − v2 λBψ2H2
}
+ µψ1H1ψ
2
H2
− 1
2
M λ3Aλ
3
A −
1
2
M ′ λBλB + h.c. . (337)
Na base
ψ0 =
(
iλ3A iλB ψ
1
H1
ψ2H2
)T
, (338)
Eq.(337) pode ser escrita da seguinte maneira
Lmassχ˜0 =
1
2
(
ψ0
)T
Y 0ψ0 + h.c. , (339)
onde Y 0 e´ dada por
Y 0 =


M 0 MZ sin β cos θW −MZ cos β cos θW
0 M ′ MZ sin β sin θW MZ cos β sin θW
MZ sin β cos θW MZ sin β cos θW 0 µ
−MZ cos β cos θW −MZ cos β sin θW µ 0


.
(340)
Repare que Y 0 e´ sime´trica, a mesma coisa ocorre com a natureza dos neutralinos. Como
consequeˆncia, apenas uma matriz unita´ria N e´ necessa´ria para diagonalizar Y 0:
N∗Y 0N † = M0D . (341)
Onde M0D e´ a matriz de massa diagonal do neutralino, e os auto-valores sa˜o arranjados tal
que |mχ˜1| < |mχ˜2 | < |mχ˜3 | < |mχ˜4|.
Como na sec¸a˜o anterior definiremos dois auto-estados de duas componentes da seguinte
maneira
χ0i = Nijψ
0
j , i, j = 1, . . . , 4 , (342)
A matriz Nij, que e´ da seguinte forma
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Nij =


η1 0 0 0
0 η2 0 0
0 0 η3 0
0 0 0 η4


. (343)
Esta matriz e´ introduzida para garantir a mudanc¸a de fase das part´ıculas cujos valores se
tornam negativos pela diagonalizac¸a˜o Eq.(341), e seus valores sa˜o
ηi =


1 mη˜i > 0 ,
i mη˜i < 0 ,
(344)
e mχ˜i = η
2
imη˜i .
Neste caso podemos arrumar eles em um espinor de Majorana de quatro componentes
definidos por
χ˜0i =

 χ
0
i
χ¯0i

 , i = 1, . . . , 4 . (345)
XXVI. REGRAS DE FEYNMAN
Uma vez ja´ obtidas os auto-estados f´ısicos e suas respectivas massas iremos agora derivar
as regras de Feynman do MSSM.
A. Regras Higgs-Fe´rmion
Usando Eqs(175), (286) e (287) obteremos as seguintes regras
H01 (H
0
2 , H
0
3 )-Fe´rmion-Fe´rmion
LeeH0
i
= fΨ¯(e)LΨ(e)H01 + fΨ¯(e)RΨ(e)H¯
0
1 =
gme cosα√
2MW cos β
(
Ψ¯(e)LΨ(e) + Ψ¯(e)RΨ(e)
)
H01
− gme sinα√
2MW cos β
(
Ψ¯(e)LΨ(e) + Ψ¯(e)RΨ(e)
)
H02
+
gme sin β√
2MW cos β
(
Ψ¯(e)LΨ(e)− Ψ¯(e)RΨ(e)
)
H03
100
=
gme cosα√
2MW cos β
Ψ¯(e)Ψ(e)H01 −
gme sinα√
2MW cos β
Ψ¯(e)Ψ(e)H02
− igme√
2MW
tan βΨ¯(e)γ5Ψ(e)H
0
3 . (346)
H±-Fe´rmion-Fe´rmion
LeeHC = fΨ¯(e)LΨ(ν)H−1 + fΨ¯(ν)RΨ(e)H¯−1
=
gme sin β√
2MW cos β
(Ψ¯(ν)RΨ(e)H+ + Ψ¯(e)LΨ(e))H−)
=
g√
2MW
me tanβ(Ψ¯(ν)RΨ(e)H
+ + h.c.) . (347)
Goldstone-Fe´rmion-Fe´rmion
LeeG = fΨ¯(e)LΨ(e)H01 + fΨ¯(e)RΨ(e)H¯01
+ fΨ¯(e)LΨ(ν)H−1 + fΨ¯(ν)RΨ(e)H¯
−
1
=
igme√
2MW
(Ψ¯(e)LΨ(e)− Ψ¯(e)RΨ(e))G0
+
gme√
2MW
(Ψ¯(ν)RΨ(e)G+ + Ψ¯(e)LΨ(e))G−)
=
−igme√
2MW
(Ψ¯(e)Ψ(e)G0 +
gme√
2MW
(Ψ¯(ν)RΨ(e)G+ + h.c.) .
(348)
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